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Resumen
En esta tesis hemos abordado el estudio de la f´ısica de las teor´ıas de cuerdas no
cr´ıticas, en la aproximacio´n de baja energ´ıa.
Luego de introducir los conceptos fundamentales de cuerdas supersime´tricas y Dp-
branas, presentamos brevemente la conjetura de Maldacena [1] [2] y su generalizacio´n a
teor´ıas no supersime´tricas [3], el estudio de lazos de Wilson y el ca´lculo del espectro de
glueballs. Seguidamente, y tras una breve introduccio´n a teor´ıas de cuerdas no cr´ıticas,
presentamos las soluciones a su accio´n de baja energ´ıa. El estudio de estas soluciones
esta´ dividido en tres grupos; soluciones de vac´ıo, soluciones cargadas NSNS y carga-
das frente R-R. En el primer caso, hemos sido capaces de encontrar todas las posibles
soluciones de vac´ıo recuperando, como casos particulares, las previamente conocidas.
En el caso de soluciones de fondo cargadas NSNS, hemos encontrado la solucio´n que
representa la cuerda fundamental doblemente localizada en el vac´ıo Minkowski × el
cigarro. Tambie´n hemos podido solucionar en forma completa, el problema de encon-
trar soluciones que llenen todo Minkowski. En particular, hemos encontrado las que
pueden ser identificadas con las soluciones de cuerda fundamental, tanto en el vac´ıo
del dilato´n lineal como en el vac´ıo del cigarro. En el caso de R-R, hemos encontrado
algunas familias de soluciones, en particular las que podr´ıan corresponder al l´ımite de
horizonte cercano de soluciones de Dp-branas embebidas en el vac´ıo del dilato´n lineal.
En este caso, tambie´n hemos sido capaces de recuperar algunas soluciones previamente
conocidas, presentadas en [4].
Con las soluciones de fondos cargados R-R, en particular, con una familia de so-
luciones a dilato´n constante, hemos estudiado las teor´ıas de gauge duales, obteniendo
condiciones de fase confinante a trave´s del ca´lculo de lazos de Wilson, que se traducen
en este caso en condiciones sobre el espacio de para´metros que caracteriza nuestras
soluciones. De esta manera, es posible obtener “familias” de teor´ıas de gauge duales en
su fase confinante. Hemos estudiado las teor´ıas duales YM en D = 3 y YM en D = 4,
obteniendo los espectros de las masas de los glueballs correspondientes, para distintos
puntos del espacio de para´metros. Finalmente, estudiamos la dependencia de los espec-
tros con estos para´metros, y encontramos valores de los mismos que llevan a un muy
buen acuerdo con los resultados predichos por Lattice QCD.
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Cap´ıtulo 1
Introduccio´n
La descripcio´n de la Naturaleza a nivel microsco´pico, en la actualidad, es entendi-
da y verificada experimentalmente en te´rminos de teor´ıas de campos cua´nticos. Esta
descripcio´n supone que todas las part´ıculas son excitaciones de algu´n campo, que son
puntuales e interactu´an entre s´ı localmente. En particular, es bien conocido el e´xito del
Modelo Esta´ndar. Este modelo es una teor´ıa de gauge cua´ntica; es decir, se describe
como una teor´ıa de campos cua´nticos con simetr´ıa de gauge local. Las teor´ıas de campos
son capaces de describir la Naturaleza a las escalas que podemos medir hoy en d´ıa (1
TeV). Sin embargo, existen fuertes indicaciones de nueva f´ısica subyacente a distancias
extremadamente pequen˜as, del orden de la longitud de Planck (∼ 10−35m), que no
puede ser descripta en te´rminos de estas teor´ıas. La razo´n fundamental es que, a distan-
cias tan pequen˜as, los efectos cua´nticos de la gravedad no pueden despreciarse. Hasta
el momento no se ha podido construir una teor´ıa de gravedad cua´ntica satisfactoria
siguiendo los procedimientos usuales. Sin embargo, abandonando la idea de part´ıculas
puntuales y suponiendo en su lugar que las piezas fundamentales son objetos extendidos
unidimensionales, cuerdas [5], parece ser posible obtener una descripcio´n consistente de
gravedad a pequen˜as distancias.
Estas teor´ıas de cuerdas, que originalmente surgieron para explicar las teor´ıas de
interacciones fuertes, incluyen de manera natural en su espectro una part´ıcula sin masa
de esp´ın 2 que puede ser identificada con el gravito´n. Por este motivo, se considera a las
teor´ıas de cuerdas como fuertes candidatos para una teor´ıa cua´ntica de la gravedad. Por
otra parte, existe un consenso generalizado de que todas las interacciones conocidas en
la Naturaleza podr´ıan ser unificadas utilizando modelos de cuerdas supersime´tricas (su-
percuerdas) en interaccio´n [5]. Por consistencia, estas teor´ıas requieren ser formuladas
sobre espacio-tiempos de dimensiones cr´ıticas; D = 26, en el caso de teor´ıas de cuerdas
boso´nicas, o D = 10, en el caso de supercuerdas sobre espacio-tiempos planos. Natu-
ralmente, este alto nu´mero de dimensiones aparece como un obsta´culo si se pretende
que estas teor´ıas describan las interacciones de un mundo que, al menos para los expe-
rimentos que se han llevado a cabo hasta el momento, parece lucir cuadridimensional.
Sin embargo, en la misma formulacio´n del problema parece estar su solucio´n. Esta´ cla-
ro que los experimentos realizados pueden considerarse todos por debajo de alguna
escala de energ´ıa dada. En consecuencia, nada impide que las dimensiones extras apa-
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rezcan a escalas de energ´ıas superiores a las puestas en juego hasta el momento. Es
decir, podemos pensar que las teor´ıas de cuerdas realmente describen nuestro Universo
y que a escalas de energ´ıas suficientemente bajas se comportan de manera efectiva co-
mo teor´ıas cuadrimensionales. Un mecanismo que permite remover a bajas energ´ıas las
dimensiones extras es el de compactificacio´n. Esto significa que las dimensiones extras
pueden ser consistentemente “enrolladas” sobre variedades compactas (toros generali-
zados) llamadas variedades de Calabi-Yau. De esta manera, las dimensiones compactas
ya no resultan observables a escalas de energ´ıas menores que la inversa del radio de
compactificacio´n1.
Una alternativa a la compactificacio´n surge si tenemos en cuenta que la necesidad
de formular las teor´ıas de cuerdas en las llamadas dimensiones cr´ıticas proviene del re-
querimiento de que la teor´ıa en la hoja de mundo sea invariante de escala, y que, por lo
tanto, su funcio´n β deba anularse. En el caso de cuerdas boso´nicas, esto sucede cuando
la dimensio´n del espacio-tiempo es D = 26, y en el caso de cuerdas supersime´tricas,
cuando D = 10. Sin embargo, esta situacio´n puede modificarse si se permite considerar
campos de fondo, como campos de Kalb-Ramond, campos dilato´nicos, o si se consi-
deran fondos curvos. En este caso, las funciones β (calculadas orden por orden en α′)
naturalmente cambian, permitiendo ahora ser anuladas por configuraciones de campo
no triviales en dimensiones diferentes de las cr´ıticas. Estas teor´ıas de cuerdas se cono-
cen como teor´ıas de cuerdas no cr´ıticas. Se conocen varios ejemplos de estas teor´ıas; los
ma´s renombrados son las soluciones de dilato´n lineal y la solucio´n del cigarro. Ambas
soluciones corresponden a teor´ıas de campos conformes exactas. Es decir, au´n cuando
estas soluciones pueden obtenerse a partir de las ecuaciones de movimiento para los
campos que surgen de anular las funciones β al orden α′, puede demostrarse que e´stas
constituyen por s´ı mismas teor´ıas conformes, por lo que la invarianza de escala esta´ sa-
tisfecha en forma exacta, no so´lo a orden α′.
Resulta esencial, para interacciones fundamentales, entender el comportamiento de las
teor´ıas con grupo de gauge SU(N) para grandes valores del para´metro N . La compren-
sio´n de estas teor´ıas ofrece tal vez la posibilidad ma´s clara de abordar QCD (Quamtun
Chromo Dynamics) en el re´gimen de acoplamiento fuerte [6]. Se sospecha, desde hace
de´cadas, que el comportamiento a N grande de estas teor´ıas podr´ıa ser descripto en
te´rminos de una teor´ıa de cuerdas. Hace ya diez an˜os que Maldacena [1] parece ha-
ber dado la clave para relacionar estas teor´ıas a trave´s de la dualidad AdS/CFT2, o
Conjetura de Maldacena. En esta conjetura, Maldacena propone que el l´ımite N gran-
de de una teor´ıa de gauge conforme SU(N) en D dimensiones puede ser descripto en
te´rminos de excitaciones de una teor´ıa de cuerdas sobre un fondo de supergravedad
producto de un espacio AdS (D + 1)-dimensional, por una variedad compacta, que en
1Los modos de Kaluza-Klein que se propagan sobre estas direcciones compactas tienen masas del
orden de 1/rcomp, por lo que para poder observar estas dimensiones extras es necesario que las energ´ıas
puestas en juego en los experimentos sean de este orden.
2AdS:Espacio Anti de Sitter
CFT: Teor´ıa de Campos Conforme
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el caso maximalmente supersime´trico corresponde a una esfera. El ejemplo ma´s claro
que sustenta esta conjetura es el de la dualidad entre N = 4 Super Yang Mills SU(N)
en 4 dimensiones y supercuerdas tipo IIB en AdS5 × S5. Sin embargo, a la hora de
intentar describir teor´ıas de gauge ma´s realistas, con la esperanza de llegar a describir
QCD, nos encontramos con serios inconvenientes dado que la conjetura, en su nivel ma´s
ba´sico, relaciona teor´ıas de gauge que son supersime´tricas y conformes, con cuerdas
sobre un espacio AdS. Mucho trabajo se ha hecho en los ultimos an˜os y muchos son los
resultados para tratar de extender esta dualidad en el contexto de teor´ıas de cuerdas
cr´ıticas. Sin embargo, no se ha avanzado mucho en el contexto de cuerdas no cr´ıticas.
En particular, el estudio de la dualidad en el contexto no cr´ıtico podr´ıa proveer algunas
soluciones a problemas t´ıpicos de las teor´ıas cr´ıticas. Por ejemplo, las teor´ıas de gauge
confinantes, duales a teor´ıas cr´ıticas (D = 10), sufren de varias limitaciones; entre otras,
los espectros hadro´nicos que e´stas predicen esta´n seriamente contaminados por modos
de Kaluza-Klein provenientes de la necesidad de reducir dimensiones compactificando
las direcciones extras, y adema´s, los duales obtenidos suelen resultar conformes. En el
caso de cuerdas no cr´ıticas, estas dimensiones extras pueden ser evitadas de manera
natural y, al mismo tiempo, las soluciones admiten en general dilatones no triviales que
llevan a teor´ıas duales no conformes. Sin embargo, el hecho de que las teor´ıas no cr´ıticas
deben ser formuladas sobre fondos curvos, hace que debamos tratar las soluciones ob-
tenidas a partir de las ecuaciones provenientes de las funciones β a orden α′ con cautela.
En esta tesis estudiaremos en profundidad las soluciones de baja energ´ıa de las teor´ıas
no cr´ıticas y analizaremos las teor´ıas de gauge duales que se desprenden de algunas de
sus soluciones.
En el cap´ıtulo 2, introduciremos los conocimientos ba´sicos de teor´ıas de cuerdas que
nos permitira´n dar la descripcio´n de los objetos extendidos en varias dimensiones, co-
nocidos como branas. En el cap´ıtulo 3, daremos una breve descripcio´n de la dualidad
AdS/CFT , su generalizacio´n a teor´ıas no supersime´tricas y los fundamentos del ca´lculo
de lazos de Wilson y espectro de glueballs en la teor´ıa dual. En el cap´ıtulo 4, presentare-
mos un estudio exhaustivo de la accio´n de baja energ´ıa de teor´ıas de cuerdas no cr´ıticas
y de algunas de sus soluciones. En el cap´ıtulo 5, construiremos las teor´ıas de gauge
duales a una de nuestras familias de soluciones no cr´ıticas, estudiaremos sus reg´ımenes
de confinamiento y calcularemos los espectros de glueballs asociados. Finalmente, en el
cap´ıtulo 6 presentaremos las conclusiones.
Esta tesis esta´ basada en los trabajos
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Cap´ıtulo 2
D-branas en Teor´ıa de Cuerdas
En este cap´ıtulo, introducimos los rudimentos de la teor´ıa de cuerdas y supergra-
vedad, que sera´n necesarios para comprender las ideas de branas asociadas con las
condiciones de contorno de cuerdas abiertas, y de su descripcio´n “dual” como solucio-
nes de teor´ıas de supergravedad. El tratamiento aqu´ı presentado se basa en el review
de Emiliano Imeroni [10].
2.1. Aspectos Perturbativos de Teor´ıa de Cuerdas
2.1.1. Cuerda Cla´sica
Primero, estudiaremos algunos resultados de las teor´ıas de supercuerdas a nivel
perturbativo. Las referencias usuales son [5, 11] y [12, 13].
La accio´n de hoja de mundo que describe la propagacio´n de una supercuerda en el
espacio-tiempo plano en el gauge superconforme esta´ dada por:
S = −T
2
∫
M
dτdσ
(
ηαβ∂αX
µ∂βXµ − iψ¯µρα∂αψµ
)
. (2.1)
donde
T es la tensio´n de la cuerda, que esta´ relacionada con su longitud caracter´ıstica
via T = 1
2πls
2 ;
M es el volumen de mundo de la cuerda, parametrizada por las coordenadas
ξα = (τ, σ), donde σ toma valores en σ ∈ [0, s], y la me´trica plana ηαβ tiene
signatura (−,+);
Xµ, µ = 0, . . . , 9 desde el punto de vista de la hoja de mundo, son diez campos
escalares, que corresponden a las coordenadas cartesianas del espacio blanco;
ψµ, µ = 0, . . . , 9 son espinores de Majorana en la hoja de mundo, y las matrices
ρα son una representacio´n del a´lgebra Clifford {ρα, ρβ} = −2ηαβ .
La accio´n es invariante ante transformaciones de supersimetr´ıas en la hoja de
mundo
δXµ = ǫ¯ψµ , δψµ = −iρα∂αXµǫ , δψ¯µ = iǫ¯ρα∂αXµ, (2.2)
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donde el para´metro de la transformacio´n ǫ es un espinor de Majorana que satisface
ρβρα∂βǫ = 0.
Comencemos con las ecuaciones de movimiento y las condiciones de borde para los
campos escalares que se derivan de (2.1):
∂α∂αX
µ = 0 , (2.3)
∂σX · δX
∣∣
σ=s
− ∂σX · δX
∣∣
σ=0
= 0 . (2.4)
Hay varias posibilidades para satisfacer las condiciones de contorno (2.4):
Condicio´n de cuerda abierta de Neumann (N). En este caso, elegimos s = π e
imponemos:
∂σX
µ
∣∣
σ=0,π
= 0 . (2.5)
La solucio´n ma´s general de las ecuaciones de movimiento (2.3) con condiciones de
contorno de Neumann en ambos extremos es:
XµNN(τ, σ) = x
µ + 2 ls
2pµτ + i
√
2 ls
∑
n 6=0
(
αµn
n
e−inτ cosnσ
)
. (2.6)
Condicio´n de cuerda abierta de Dirichlet (D). Elegimos nuevamente s = π e
imponemos:
δXµ
∣∣
σ=0,π
= 0 . (2.7)
La solucio´n ma´s general de la ecuacio´n con condiciones de contorno de Dirichlet
resulta:
XµDD(τ, σ) =
cµ(π − σ) + dµσ
π
−
√
2 ls
∑
n 6=0
(
αµn
n
e−inτ sinnσ
)
. (2.8)
Condicio´n de contorno de Cuerda cerrada. Elegimos ahora s = 2π e imponemos:
Xµ(τ, 0) = Xµ(τ, 2π) . (2.9)
La solucio´n general de la ecuacio´n (2.3) es:
Xµclosed(τ, σ) = x
µ + ls
2pµτ + i
ls√
2
∑
n 6=0
1
n
(
αµne
−in(τ−σ) + α˜µne
−in(τ+σ)
)
. (2.10)
En el caso de cuerdas abiertas, uno puede satisfacer las condiciones de contorno
(2.4) de varias maneras. Es decir, es posible elegir condiciones de contorno mixtas
(en un extremo una condicio´n, en el otro extremo la otra), pudiendo elegir diferentes
combinaciones para los diferentes µ.
Es interesante notar que las condiciones de contorno de Dirichlet no preservan la
simetr´ıa de Poincare`. Veremos ma´s adelante que esta condicio´n puede ser impuesta
asumiendo que describe objetos extendidos en el espacio-tiempo.
6
Para tratar los grados de libertad fermio´nicos, resulta u´til considerar las llamadas
coordenadas del cono de luz ξ± = τ ± σ. En estas coordenadas, las ecuaciones resultan:
∂+ψ
µ
− = ∂−ψ
µ
+ = 0 , (2.11)
(ψ+δψ+ − ψ−δψ−)
∣∣
σ=0,s
= 0 , (2.12)
donde ψµ± =
1∓ρ0ρ1
2 ψ
µ. Para el caso de la cuerda abierta, las condiciones de contorno se
satisfacen imponiendo:
ψµ−(τ, 0) = η1ψ
µ
+(τ, 0) , ψ
µ
−(τ, π) = η2ψ
µ
+(τ, π) , (2.13)
donde η1,2 = ±1. En consecuencia, obtenemos dos sectores diferentes para el espectro
de cuerda abierta:
η1 = η2: sector Ramond (R);
η1 = −η2: sector Neveu–Schwarz (NS).
Las soluciones generales que satisfacen (2.11) con estas condiciones de contorno son:
ψµ± ∼
∑
r
ψµr e
−ir(τ±σ) , donde
{
r ∈ Z sector R
r ∈ Z+ 12 sector NS
(2.14)
En el caso de cuerda cerrada, los campos ψ± son independientes y pueden ser tanto
perio´dicos como antiperio´dicos:
ψµ−(τ, 0) = η3ψ
µ
−(τ, 2π) , ψ
µ
+(τ, 0) = η4ψ
µ
+(τ, 2π) , (2.15)
Tenemos, por lo tanto, cuatro sectores diferentes:
η3 = η4 = 1: sector Ramond-Ramond (R-R);
η3 = η4 = −1: sector Neveu–Schwarz-Neveu–Schwarz (NS-NS);
η3 = −η4 = 1: sector Ramond-Neveu–Schwarz (R-NS);
η3 = −η4 = −1: sector Neveu–Schwarz-Ramond (NS-R).
La solucio´n general resulta:
ψµ− ∼
∑
r
ψµr e
−ir(τ−σ) , donde
{
r ∈ Z sector R (left-moving)
r ∈ Z+ 12 sector NS (left-moving)
(2.16a)
ψµ+ ∼
∑
r
ψ˜µr e
−ir(τ+σ) , donde
{
r ∈ Z sector R (right-moving)
r ∈ Z+ 12 sector NS (right-moving)
(2.16b)
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2.1.2. Cuantizacio´n Cano´nica de la Cuerda
Como siempre, la idea es promover a operadores de creacio´n y destruccio´n los coe-
ficientes del desarrollo de Fourier de las soluciones antes estudiadas: αµn, α˜
µ
n, ψ
µ
r y ψ˜
µ
r .
E´stos actu´an como operadores de aniquilacio´n y destruccio´n sobre el espacio de Fock.
Las relaciones de conmutacio´n cano´nicas entre los campos y sus momentos conjugados
se traducen, para los osciladores, en las siguientes relaciones de conmutacio´n:
[xµ, pν ] = iηµν , [αµm, α
ν
n] = mδm,−nη
µν , {ψµr , ψνs } = δr,−sηµν , (2.17)
Lo mismo ocurre para los osciladores tilde. Las dema´s relaciones de conmutacio´n se
anulan.
Comencemos por la cuerda abierta: |0, k〉 representa al vac´ıo de momento k y esta
determinado por las siguientes ecuaciones:
pµ|0, k〉 = kµ|0, k〉 , αµn|0, k〉 = ψµr |0, k〉 = 0 , ∀n, r > 0 . (2.18)
Mientras que el estado fundamental del sector NS es u´nico, en el sector de R hay va-
rios modos cero que satisfacen el a´lgebra {ψµ0 , ψν0} = ηµν , que pueden ser representados
por matrices Γ (Gamma) 10-dimesionales 32× 32.
Esto implica que el estado fundamental del sector de R transforma como un spinor
de Dirac de 32 dimensiones. Para describirlo, es conveniente tomar una nueva base de
osciladores:
d±i =


1√
2
(ψ10 ∓ ψ00) i = 0
1√
2
(ψ2i0 ± ψ2i+10 ) i = 1, 2, 3, 4
(2.19)
En te´rminos de esta base, el a´lgebra deviene {d+i , d−j } = δij , donde d±i actu´an como
operadores escalera en el vac´ıo de Ramond de 32 dimensiones, que podemos denotar
como:
|s〉 = |s0, s1, s2, s3, s4〉 , (2.20)
donde si = ±12 . La accio´n de un d+i sube si de −12 a 12 y:
d−i |−12 ,−12 ,−12 ,−12 ,−12 〉 = 0 . (2.21)
Debido a la signatura Minkowski de la me´trica, el espacio de Fock que hemos de-
finido contiene estados de norma negativa, que resultan f´ısicamente inaceptables. Para
seleccionar los estados f´ısicos, analizamos el tensor de energ´ıa-momento y las superco-
rrientes y observamos su accio´n sobre los estados. En las coordenadas del cono de luz,
el tensor de energ´ıa-momento tiene las siguientes componentes no nulas:
T++ = ∂+X · ∂+X + i
2
ψ+ · ∂+ψ+ , T−− = ∂−X · ∂−X + i
2
ψ− · ∂−ψ− , (2.22)
mientras que las supercorrientes de No¨ether asociadas a la supersimetr´ıa de hoja de
mundo (ver ecuacio´n . (2.2)) son:
J+ = ψ+ · ∂+X , J− = ψ− · ∂−X . (2.23)
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A partir de la expansio´n de Xµ y ψµ en modos de Fourier que escribimos arriba, se
deriva la expansio´n del tensor T y las corrientes J . Las componentes del desarrollo de
Fourier del tensor de energ´ıa-momento y los generadores del a´lgebra de Virasoro en
orden normal resultan:
Ln =
1
2
∑
m
α−m · αn+m + 1
2
∑
r
(n
2
+ r
)
ψ−r · ψr+n , (2.24)
donde m,n ∈ Z, r ∈ Z en el sector de R, y r ∈ Z+ 12 en el sector de NS. En el caso
de L0, una vez resueltos los inconvenientes provenientes del orden normal, se obtiene:
L0 = ls
2p2 +
∞∑
n=1
α−n · αn +
∑
r>0
r ψ−r · ψr . (2.25)
Las componentes de Fourier de las supercorrientes vienen dadas por:
Gr =
∑
n∈Z
α−n · ψr+n. (2.26)
Estos modos satisfacen el siguiente supera´lgebra de Virasoro : 1
[Lm, Ln] = (m− n)Lm+n + 54(m3 −m)δm,−n ,
{Gr, Gs} = 2Lr+s + 54 (4r2 − 1)δr,−s ,
[Lm, Gr] =
1
2 (m− 2r)Gm+r .
(2.27)
Los estados f´ısicos de la teor´ıa son aquellos que satisfacen las siguientes condiciones:
(L0 − a)|ψ〉 = 0 , Ln|ψ〉 = Gr|ψ〉 = 0 , ∀n > 0, r ≥ 0 , (2.28)
donde en el sector de NS a = 12 y en el de R a = 0.
El espectro de masas de la teor´ıa es obtenido desarrollando el hamiltoniano en
te´rminos de los osciladores:
M2 =
1
ls
2
[ ∑
n,r>0
(α−n · αn + r ψ−r · ψr)− a
]
. (2.29)
Notar que el primer estado del espectro de NS es taquio´nico, M2 = − 1
2ls2
.
Consideremos ahora cuerdas cerradas. El ana´lisis en este caso sigue en forma directa
el de cuerdas abiertas, con la precaucio´n de considerar dos conjuntos de osciladores, dos
copias del a´lgebra de Virasoro, dos conjuntos de condiciones f´ısicas, etc. En particular,
L0 resulta diferente que en el caso anteriormente considerado:
L0 =
ls
2
4
p2+
∞∑
n=1
α−n ·αn+
∑
r>0
r ψ−r ·ψr , L˜0 = ls
2
4
p2+
∞∑
n=1
α˜−n · α˜n+
∑
r>0
r ψ˜−r · ψ˜r .
(2.30)
1El a´lgebra (2.27) se satisface en el sector NS, y en el de R con la siguiente redefinicio´n L0 → L0+ 58 .
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El espectro de masa resulta:
M2 =
2
ls
2
[ ∑
n,r>0
(
α−n · αn + α˜−n · α˜n + r ψ−r · ψr + r ψ˜−r · ψ˜r
)
− a− a˜
]
, (2.31)
Vemos nuevamente que el estado de energ´ıa ma´s bajo corresponde a un taquio´n con
M2 = − 2
ls2
. Adema´s, se debe imponer una level-matching condition sobre los estados
f´ısicos: (
L0 − L˜0 − a+ a˜
)
|ψ〉 = 0 . (2.32)
El espectro obtenido arriba, tanto para cuerdas abiertas como para cuerdas cerradas,
contiene taquiones y no es supersime´trico en espacio-tiempo. Para obtener un espectro
supersime´trico y libre de taquiones, es necesario truncar el espectro de forma consistente
aplicando la llamada proyeccio´n GSO (Gliozzi, Scherk, Olive). Esta proyeccio´n consiste
en retener en la teor´ıa so´lo los estados con un nu´mero par F de fermiones en la hoja
de mundo. Por ejemplo, en el sector de NS para la cuerda abierta podemos definir el
siguiente proyector:
PNS =
1 + (−1)FNS
2
, FNS =
∞∑
r=1/2
ψ−r · ψr − 1 . (2.33)
Usando este proyector (2.33), vemos que el estado fundamental taquio´nico es removido
del espectro. En el sector de R, sobre los estados diferentes de modos cero, la proyeccio´n
actu´a de manera totalmente ana´loga, mientras que para los modos cero, actu´a como
proyeccio´n de quiralidad, conservando los estados (2.20) con:
4∑
i=0
si = par (impar). (2.34)
Examinemos el primer nivel de cuerda abierta que sobrevive a la proyeccio´n. Del
sector de NS, tenemos los siguientes estados no masivos:
ǫµ(k)ψ
µ
−1/2|0, k〉 , k2 = 0 , k · ǫ = 0 . (2.35)
Se trata de un campo vectorial de gauge con polarizacio´n transversa, con 8 grados de
libertad on-shell. En el caso del sector de R, el estado es
us(k)|s〉 , k2 = 0 , k · Γs′sus = 0 . (2.36)
Por accio´n de la proyeccio´n GSO, este estado resulta en un espinor de Mayorana-
Weyl, con 8 grados de libertad on-shell en 10 dimensiones. Vemos entonces que la
condicio´n necesaria para tener supersimetr´ıa (es decir, que el nu´mero de grados de
libertad boso´nicos y fermio´nicos coincida a cada nivel de masas), se cumple a nivel
massless. Se puede mostrar que el espectro completo de la cuerda luego de la proyeccio´n
GSO es supersime´trico.
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Teor´ıas Tipo II
En el caso de cuerdas cerradas, tenemos cuatro sectores diferentes y es necesario
realizar la proyeccio´n GSO en cada uno de ellos. En particular, surge la posibilidad de
realizar la misma proyeccio´n o la opuesta en las partes left-moving y right-moving del
sector R. Dependiendo de la eleccio´n, tendremos dos teor´ıas no equivalentes con los
siguientes sectores, donde el signo denota la paridad frente (−)F :
Type IIB (quiral): (NS+,NS+) (R+, NS+) (NS+,R+) (R+,R+)
Type IIA (no quiral): (NS+,NS+) (R+, NS+) (NS+,R−) (R+,R−)
Analizaremos entonces las partes no masivas del espectro de las teor´ıas de cuerdas
tipo II. El sector NS-NS posee el mismo contenido en ambas teor´ıas, y el estado massless
correspondiente es:
ψµ−1/2ψ˜
ν
−1/2|0, k〉 , k2 = 0 . (2.37)
Saturando este estado con un tensor sime´trico sin traza, obtenemos:
ǫ(h)µν = ǫ
(h)
νµ , ǫ
(h)
µν η
µν = 0 , kµǫ(h)µν = 0 , (2.38)
esto da un estado f´ısico que puede ser identificado con el gravito´n hµν en el espacio-
tiempo. Alternativamente, podemos saturar (2.37) con un tensor antisime´trico:
ǫ(B)µν = −ǫ(B)νµ , kµǫ(B)µν = 0 . (2.39)
Esto da lugar a una 2-forma que corresponde a un campo de gauge B2. Finalmente,
podemos obtener una campo escalar, el dilato´n Φ, saturando (2.37) con:
ǫ(Φ)µν =
1√
8
(ηµν − kµℓν − kνℓµ) , ℓ2 = k2 = 0 , ℓ · k = 1 . (2.40)
En el sector NS-R , tenemos espinor-vector no masivo:
uµsψ
µ
−1/2|0, s˜, k〉 , k2 = kµu˜µs˜ = k · Γs˜′s˜u˜µs˜ = 0 , (2.41)
e´ste es reducible Lorentz. Su descomposicio´n da lugar a un gravitino de espin 3/2 y un
dilatino de espin 1/2, con quiralidades opuestas. El mismo ana´lisis puede ser repetido
para el sector R-NS, y la teor´ıa tiene entonces dos gravitinos. Estas teor´ıas se llaman
de Tipo II. Por u´ltimo, analizamos el sector R-R. El estado massless gene´rico tiene la
forma:
usu˜s˜|s, s˜〉 , k · Γs′sus = k · Γs˜′s˜u˜s˜ = 0 . (2.42)
Para poder analizar este caso, conviene pasar al gauge conforme. La teor´ıa de cuerdas
en el gauge superconforme resulta ser una teor´ıa de campos bidimensional superconfor-
me. Recordemos que en teor´ıas de campos conformes [5], un estado |ψ〉 de la teor´ıa es
dual a un operador de ve´rtice, tal que |ψ〉 = l´ımz,z¯→0 V(ψ)(z, z¯)|0〉, donde z = ei(τ−σ)
y z¯ = ei(τ+σ) son las coordenadas complejas de la hoja de mundo. En nuestro caso, el
vac´ıo de R-R es obtenido a partir del de NS-NS via la accio´n de spin fields:
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sector NS-NS sector R-R
Tipo IIB Gµν , B2, Φ C0, C2, C4
Tipo IIA Gµν , B2, Φ C1, C3
Tabla 2.1: Espectro boso´nico no masivo de Teor´ıas de Supercuerdas Tipo II.
|s, s˜〉 = l´ım
z,z¯→0
Ss(z)S˜ s˜(z¯)|0〉 . (2.43)
usando esto junto con (2.42), podemos escribir la siguiente descomposicio´n:
l´ım
z,z¯→0
usu˜s˜S
s(z)S˜ s˜(z¯)|0〉
=
1
32
10∑
n=0
(−1)n+1
n!
us(Γµ1···µnC
−1)u˜s˜ l´ım
z,z¯→0
Ss(z)(CΓµ1···µn)S˜ s˜(z¯)|0〉 , (2.44)
donde C denota la matriz de conjugacio´n de carga. Se puede mostrar que, en el caso
de la teor´ıa tipo IIB, so´lo te´rminos con n impar contribuyen a la suma (2.44), mientras
que para la teor´ıa IIA se da la situacio´n inversa, es decir, so´lo los te´rminos con n par
sobreviven. Es decir que los campos
Fµ1···µn = uΓµ1···µnC
−1u˜ , (2.45)
existen so´lo si n es impar en la teor´ıa tipo IIB, y so´lo si n es par en la teor´ıa tipo IIA.
De la expresio´n anterior y de (2.42), se tiene que F satisface las ecuaciones de
movimiento y las identidades de Bianchi apropiadas para la n-forma intensidad de
campo (en lugar de la del potencial de gauge):
dFn = d(
⋆F )10−n = 0. (2.46)
Accio´n de baja energ´ıa
Otro ingrediente importante en esta descripcio´n es la accio´n de baja energ´ıa de las
supercuerdas tipo II. Cuando hablamos de accio´n de baja energ´ıa nos referimos a una
accio´n cla´sica de campos que describe la dina´mica de los estados no masivos en el l´ımite
ls → 0, donde la cuerda se reduce a un punto. Los campos que aparecen en la accio´n
efectiva son los que se listan en la tabla 2.1, y esta accio´n efectiva se construye de forma
tal que sea capaz de reproducir al ma´s bajo orden las amplitudes de dispersio´n o las
funciones beta de un modelo sigma para la cuerda.
En cualquier caso, uno obtiene la accio´n de type II supergravity (SUGRA). La parte
boso´nica de la accio´n de supergravedad tipo IIB en el string frame (donde la me´trica
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aparece tal como en la accio´n de hoja de mundo) resulta:
S
(st)
IIB =
1
2κ2
{∫
d10x
√−detG e−2ΦR− 1
2
∫ [
− 8e−2ΦdΦ ∧ ⋆dΦ+ e−2ΦH3 ∧ ⋆H3
+ F1 ∧ ⋆F1 + F˜3 ∧ ⋆F˜3 + 1
2
F˜5 ∧ ⋆F˜5 − C4 ∧H3 ∧ F3
]}
. (2.47)
donde κ esta´ relacionada con las cantidades de la cuerda como: κ = 8π7/2gsls
4 y:
H3 = dB2 , Fn = dCn−1 , F˜3 = F3 + C0 ∧H3 , F˜5 = F5 + C2 ∧H3 . (2.48)
La accio´n (2.47) no toma en cuenta la autodualidad del F˜5, que debera´ ser impuesta
on-shell.
La parte boso´nica de la accio´n de SUGRA tipo IIA en el string frame es:
S
(st)
IIA =
1
2κ2
{∫
d10x
√−detG e−2ΦR− 1
2
∫ [
− 8e−2ΦdΦ ∧ ⋆dΦ+ e−2ΦH3 ∧ ⋆H3
− F2 ∧ ⋆F2 − F˜4 ∧ ⋆F˜4 +B2 ∧ F4 ∧ F4
]}
, (2.49)
donde
H3 = dB2 , Fn = dCn−1 , F˜4 = F4 − C1 ∧H3 . (2.50)
La dependencia no esta´ndar con el dilato´n φ en la accio´n (2.47) puede ser expresada
en la forma usual al pasar al Einstein frame, usando la definicio´n
ds2(E) = e
− 4
D−2
φds2(st) . (2.51)
donde D es la dimensio´n del espacio-tiempo (D = 10 en el caso usual). La accio´n de
SUGRA tipo II en el Einstein frame, esta´ dada por:
S
(E)
IIB =
1
2κ2
{∫
d10x
√
−detG R− 1
2
∫ [
dΦ ∧ ⋆dΦ + e−ΦH3 ∧ ⋆H3
+ e2ΦF1 ∧ ⋆F1 + eΦF˜3 ∧ ⋆F˜3 + 1
2
F˜5 ∧ ⋆F˜5 − C4 ∧H3 ∧ F3
]}
, (2.52)
y
S
(E)
IIA =
1
2κ2
{∫
d10x
√−detG R− 1
2
∫ [
dΦ ∧ ⋆dΦ + e−ΦH3 ∧ ⋆H3
− e3Φ/2F2 ∧ ⋆F2 − eΦ/2F˜4 ∧ ⋆F˜4 +B2 ∧ F4 ∧ F4
]}
. (2.53)
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2.2. D-branas y cuerdas abiertas
En esta seccio´n, presentaremos brevemente las caracter´ısticas esenciales de unos
objetos de la teor´ıa de cuerdas llamados branas de Dirichlet o D-branas. En la teor´ıa
de cuerdas abiertas, estos objetos pueden ser definidos como hipersuperficies donde los
extremos de las cuerdas pueden moverse libremente. Es decir, hiperplanos determinados
por las condiciones de contorno de Dirichlet [14].
Cuerdas en un C´ırculo
Comencemos considerando la compactificacio´n de una cuerda cerrada en un c´ırculo.
La solucio´n ma´s general de las ecuaciones de movimiento (2.3) para una cuerda cerrada
pueden escribirse como siguen:
Xµ(τ, σ) = xµ+
ls√
2
(αµ0+α˜
µ
0 )τ−
ls√
2
(αµ0−α˜µ0 )σ+i
ls√
2
∑
n 6=0
1
n
(
αµne
−in(τ−σ) + α˜µne
−in(τ+σ)
)
.
(2.54)
y el momento esta´ dado por:
pµ =
1√
2 ls
(αµ0 + α˜
µ
0 ) . (2.55)
Como vimos en el caso no compactificado, los dos modos cero deben estar identificados
αµ0 = α˜
µ
0 =
ls√
2
pµ, debido a la condicio´n de periodicidad ante σ → σ+2π, y de aqu´ı uno
obtiene el desarrollo en modos (2.10), en te´rminos del momento pµ.
Supongamos que compactificamos una sola direccio´n del espacio-tiempo de fondo
en un c´ırulo de radio R. Llamemos a esta direccio´n X sin ı´ndices:
X ≃ X + 2πR . (2.56)
En este caso, el momento a lo largo de esta direccio´n debe estar cuantizado como:
p =
n
R
, n ∈ Z . (2.57)
Si adema´s tenemos en cuenta que una cuerda cerrada puede enroscarse alrededor de la
direccio´n compactificada X, ante σ → σ + 2π, X no necesita ser monovaluada, y como
consecuencia tenemos:
X(τ, σ + 2π) ≃ X(τ, σ) + 2πRw , (2.58)
donde w es el nu´mero de winding (enroscamiento) alrededor de X. Tomando las condi-
ciones (2.57) y (2.58), obtenemos la siguiente ecuacio´n:
α0 + α˜0 =
√
2 ls
n
R
, α0 − α˜0 =
√
2
ls
wR , (2.59)
que implica:
α0 =
ls√
2
(
n
R
+
wR
ls
2
)
, α˜0 =
ls√
2
(
n
R
− wR
ls
2
)
. (2.60)
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La parte boso´nica de los modos cero de los generadores de Virasoro se modifican como
sigue:
L0 =
ls
2
4
p2 +
ls
2
4
(
n
R
+
wR
ls
2
)2
+
∞∑
n=1
α−n · αn ,
L˜0 =
ls
2
4
p2 +
ls
2
4
(
n
R
− wR
ls
2
)2
+
∞∑
n=1
α˜−n · α˜n ,
(2.61)
donde p ahora denota el momento de las direcciones no compactificadas. Usando estas
expresiones, se ve que la parte boso´nica del operador de masa tiene la forma siguiente:
M2 =
( n
R
)2
+
(
wR
ls
2
)2
+ parte oscilatoria . (2.62)
donde vemos que aparecen dos nuevos tipos de estados en el espectro de la teor´ıa
compactificada. E´stos son, por un lado, modos de Kaluza-Klein (KK) que contribuyen
a la energ´ıa como nR , y por otro lado aparecen las excitaciones debidas a los modos de
winding en torno a la direccio´n compactificada.
T-dualidad
La fo´rmula (2.62) para el espectro de masa de la cuerda cerrada compactificada en
un c´ırculo nos permite hacer varias observaciones interesantes. Por ejemplo, en el l´ımite
R→∞, vemos que los modos KK se vuelven muy livianos, mientras que los modos de
winding se vuelven infinitamente masivos, desacopla´ndose de la teor´ıa, como ser´ıa de
esperar, ya que e´ste corresponde al l´ımite de descompactificacio´n de la direccio´n X. Sin
embargo, cuando miramos el l´ımite R→ 0, donde los modos KK son los que se desaco-
plan, los modos de winding tienden al continuo y observamos que el espectro resultante
es exactamente el obtenido en el l´ımite anterior. En efecto, (2.62) es invariante ante la
transformacio´n:
n↔ w , R→ Rˆ = ls
2
R
, (2.63)
y entonces resulta claro que, al menos en lo que se refiere a la parte boso´nica del
espectro, los l´ımites R→ 0 y R→∞ son f´ısicamente ide´nticos: El espectro de cuerdas
luce exactamente igual en el caso compactificado que en el caso descompactificado. Esta
simetr´ıa del espectro boso´nico es conocida como T-dualidad. Au´n ma´s, intercambiar el
nu´mero de winding con el momento es equivalente a la siguiente accio´n sobre los modos
cero boso´nicos:
α0 → α0 , α˜0 → −α˜0 , (2.64)
Esta operacio´n se extiende a los modos no cero, de forma tal que podemos resumir la
accio´n de esta simetr´ıa en la coordenada X como sigue. Escribamos el desarrollo de la
coordenada original X correspondiente a la direccio´n compacta as´ı:
X(τ, σ) = XL(τ − σ) +XR(τ + σ) , (2.65)
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donde
XL(τ − σ) = x
µ
2
+
ls√
2
αµ0 (τ − σ) + i
ls√
2
∑
n 6=0
αµn
n
e−i(τ−σ) ,
XR(τ + σ) =
xµ
2
+
ls√
2
αµ0 (τ + σ) + i
ls√
2
∑
n 6=0
αµn
n
e−i(τ+σ) .
(2.66)
De la condicio´n anteriormente establecida, se ve que la coordenada Xˆ que sera´ usada
en la descripcio´n T-dual debe satisfacer:
∂τ Xˆ = −∂σX , ∂σXˆ = −∂τX. (2.67)
Esto nos permite identificar la coordenada T-dual como:
Xˆ(τ, σ) = XL(τ − σ)−XR(τ + σ) , (2.68)
en te´rminos de la expresio´n (2.66).
Hasta aqu´ı, hemos sido capaces de identificar la accio´n de la simetr´ıa de T-dualidad
sobre la parte boso´nica del espectro, pero debemos ver que es lo que ocurre cuando
tratamos de establecer la accio´n de esta transformacio´n sobre la parte fermio´nica. Es-
ta accio´n puede ser deducida requeriendo invarianza superconforme sobre la hoja de
mundo, que implica:
ψ+ → ψ+ , ψ− → −ψ− , (2.69)
o, en te´rminos de los osciladores:
ψr → ψr , ψ˜r → −ψ˜r . (2.70)
Es decir, esta transformacio´n invierte la quiralidad del estado fundamental de los
modos right-moving del sector R-R. Esto implica directamente que dado que el espec-
tro boso´nico es invariante ante T-dualidad, y el sector right-moving del R-R cambia de
quiralidad, si comenzamos con una teor´ıa IIA en un c´ırculo de radio R y hacemos una
T-dualidad, obtendremos una teor´ıa IIB en un c´ırculo de radio ls
2
R , y viceversa. Este
resultado se extiende naturalmente a T-dualidades que envuelven ma´s de una direc-
cio´n. Si comenzamos con un tipo de teor´ıa tipo II, un nu´mero impar de T-dualidades
nos llevar´ıa a otro tipo de teor´ıa, mientras que un nu´mero par nos dejar´ıa de nuevo
dentro de la misma teor´ıa tipo II. En ese sentido, se dice que las teor´ıas tipo II son el
l´ımite de decompactificacio´n de un u´nico espacio de teor´ıas compactas. En efecto, la
relacio´n (2.63) implica que en una teor´ıa compactificada podemos limitarnos a la regio´n
en la que R ≥ ls, y es por esta razo´n que podemos decir que ls es la longitud mı´nima
de la teor´ıa.
Dado que, por T-dualidad, pasamos de teor´ıas tipo IIA a teor´ıas tipo IIB y viceversa,
los espectros completos de las teor´ıas IIA y IIB deben mapearse uno en el otro. En
particular, veamos como los campos no masivos se transforman entre s´ı para las acciones
de supergravedad (2.47) y (2.49) [15]. Se observa que los potenciales de rango impar
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en el sector de R-R son mapeados en los de rango par y viceversa. El siguiente ejemplo
corresponde a T-dualizar so´lo en la direccio´n X9, mientras que los ı´ndices µ y ν denotan
las direcciones que no fueron afectadas por la tranformacio´n. Los campos que tiene
sombrero (ˆ ) corresponden a los transformados:
Gˆ99 =
1
G99
, e2Φˆ =
e2Φ
G99
, Gˆµ9 =
Bµ9
G99
, Bˆµ9 =
Gµ9
G99
,
Gˆµν = Gµν − Gµ9Gν9 −Bµ9Bν9
G99
, Bˆµν = Bµν − Bµ9Gν9 −Gµ9Bν9
G99
,
(Cˆp)µ···να9 = (Cp−1)µ···να − (p− 1)
(Cp−1)[µ···ν|9G|α|9
G99
,
(Cˆp)µ···ναβ9 = (Cp+1)µ···ναβ9 + p(Cp−1)[µ···ναBβ]9 + p(p− 1)
(Cp−1)[µ···ν|9B|α|9G|β]9
G99
.
(2.71)
T-dualidad Para Cuerdas Abiertas: D-branas
Resulta natural preguntarse si es posible extender la T-dualidad a teor´ıas de cuerdas
abiertas. Como vimos, las cuerdas abiertas no satisfacen ninguna condicio´n de periodi-
cidad, y claramente no pueden ser enrolladas alrededor de una direccio´n perio´dica. Por
lo tanto, si bien encontramos modos KK, no encontraremos modos de winding. Esto
significa que el l´ımite R → 0 sera´ realmente diferente del l´ımite de decompactificacio´n
R→∞.
Ahora bien, si tenemos en cuenta que las teor´ıas con cuerdas abiertas contienen
cuerdas cerradas, parece que algo no trivial esta´ sucediendo. La pregunta es: ¿Co´mo es
posible que en el l´ımite de compactificacio´n R→ 0 las cuerdas cerradas perciban todas
las direcciones como no compactas, mientras que las cuerdas abiertas ven que una
direccio´n efectivamente desaparece al desacoplarse los modos de KK?. Dado que las
cuerdas abiertas y cerradas son localmente indistinguibles unas de las otras, so´lo puede
haber diferencias en sus extremos, entonces, es posible salir de esta aparente paradoja
pensando que los extremos de las cuerdas deben estar pegados a hipersuperficies del
espacio-tiempo.
Para clarificar, consideremos el siguiente ejemplo. Supongamos que tenemos cuerdas
abiertas y cerradas viviendo en un espacio D-dimensional, en el que nos disponemos a
compactificar una direccio´n en un c´ırculo de radio R. Ahora queremos hacer el l´ımite
R→ 0, y para eso hacemos una T-dualidad en la direccio´n considerada. La nueva teor´ıa
es e´sta compactificada en un c´ırculo de radio Rˆ = ls
2
R . En esta teor´ıa, el l´ımite que nos
interesaba corresponde a Rˆ→∞. Resulta fa´cil ver que ahora la condicio´n de contorno
de Neumann para X se ha transformado en una condicio´n de contorno de Dirichlet para
Xˆ .
Esto significa que, en la teor´ıa T-dual, los extremos de la cuerda abierta fueron
obligados a vivir sobre una hipersuperficie p-dimensional, donde p = D − 1 es la di-
mensio´n de la hipersuperficie. Queda claro entonces por que´, cuando miramos el l´ımite
en cuestio´n, el espectro de la cuerda abierta ha perdido un grado de libertad. Estos
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hiperplanos toman el nombre de Dp-branas [16]. Resulta claro por otro lado que, dado
que una transformacio´n de T-dualidad intercambia condiciones de contorno N por con-
diciones de contorno D, una nueva T-dualidad realizada en una direccio´n longitudinal
a la Dp-brana dara´ como resultado una D(p − 1)-brana, mientras que una T-dualidad
en una direccio´n transversa lleva de una Dp-brana a una D(p + 1)-brana.
Hasta aqu´ı, hemos tratado a las Dp-branes como hiperplanos r´ıgidos donde terminan
las cuerdas, pero las excitaciones de las cuerdas hacen que las Dp-branas sean objetos
dina´micos en la teor´ıa de cuerdas. Entre estas excitaciones, las no masivas tiene la
importante propiedad de no cambiar la energ´ıa de la D-brana y pueden ser entendidas,
por lo tanto, como las coordenadas colectivas de la misma. Consideremos, entonces, el
espectro no masivo de las cuerdas abiertas pegadas a una Dp-brana. En lo que sigue,
representaremos las configuraciones de las D-branas a trave´s de las tablas como la que
siguen, donde los s´ımbolos − y · representan, respectivamente, direcciones longitudinales
y transversas al volumen de mundo de la Dp-brana.
0 · · · p p+1 · · · 9
Dp − − − · · ·
Separemos las 10 coordenadas del espacio-tiempo como sigue:
xα , α = 0, . . . , p : direcciones pertenecientes al volumen de mundo de la Dp-
brana;
xi , i = p + 1, . . . , 9 : direcciones transversas al volumen de mundo de la Dp-
brana. La brana puede encontrarse, por ejemplo, en xi = 0.
Los estados no masivos de cuerda abierta esta´n dados por:
estados NS
ψα−1/2|0, k〉 → 1 vector Aα
ψi−1/2|0, k〉 → 9− p escalares reales Φi
estados R
|s0, s1, s2, s3, s4〉 → 16 fermiones
Estos estados conforman precisamente el multiplete vectorial de una teor´ıa de gauge
(p+1)-dimensional, con grupo de gauge U(1) y 16 supercargas. E´ste es un hecho clave
de las Dp-branas: La dina´mica de baja energ´ıa de los estados de cuerdas abiertas ma´s
bajos pegados a una Dp-brana, se describen a trave´s de una teor´ıa de gauge (p + 1)-
dimensional. Los escalares Φi describen la forma de la hipersuperficie y, en efecto, esta´n
relacionados con las coordenadas del embedding como:
Xi = 2πls
2Φi . (2.72)
El ana´lisis anterior es fa´cilmente generalizado al caso de varias Dp-branas paralelas en
el mismo punto. Consideremos, por ejemplo, el caso de dos branas en el mismo punto
xi = yi del espacio transverso a ambas. Adema´s de las cuerdas que empiezan y terminan
en la misma brana, podemos tener cuerdas que empiecen en una y terminen en la
otra, con las dos posibles orientaciones. Estas configuraciones pueden ser representadas
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Figura 2.1: Las D-branas son hiperplanos dina´micos donde terminan las cuerdas abier-
tas. a) La dina´mica de baja energ´ıa de los estados no masivos de la cuerda abierta sobre
una u´nica D-brana da una teor´ıa de gauge U(1); b) La teor´ıa que vive en un stack de
N D-branas coincidentes tiene grupo de gauge U(N).
introduciendo matrices de λ Chan-Paton de 2 × 2, que etiquetan los estados de una
cuerda abierta.
λ⊗ “osciladores” |0, k〉 , λ =
(
Dp−Dp Dp−Dp′
Dp′ −Dp Dp′ −Dp′
)
, (2.73)
Repitiendo el ana´lisis anterior, vemos que ahora los estados no masivos de cuerdas
abiertas forman un multiplete vectorial correspondiente a una teor´ıa de gauge en p+ 1
dimensiones con grupo de gauge U(2). Si las branas fueran separadas en alguna direccio´n
del espacio transverso, los estados de cuerda abierta con elementos no diagonales en λ
se volver´ıan masivos, es decir, representar´ıan bosonesW masivos y la simetr´ıa del grupo
se romper´ıa en U(1)×U(1). Cuando las dos branas coinciden, los bosonesW se vuelven
no masivos y la simetr´ıa U(2) es recuperada.
Siguiendo con este razonamiento, podemos considerar N D-branas. La teor´ıa de baja
energ´ıa correspondiente a un conjunto de N Dp-branas coincidentes, es una teor´ıa de
Super Yang-Mills (p+ 1)-dimensional con grupo de gauge U(N) y 16 supercargas.
Cuando una de estas branas es separada del resto, digamos del punto xi = 0 a
cualquier otro punto del espacio transverso, el valor de expectacio´n del escalar Φi en
el multiplete vectorial de la teor´ıa de gauge toma un valor no nulo, xi = 2πls
2Φi, y la
simetr´ıa de gauge se rompe como U(N − 1)× U(1) via mecanismo de Higgs.
D-branas y Cargas de Ramond-Ramond
Hemos visto hasta aqu´ı que las D-branas pueden considerarse como objetos f´ısicos
de la teor´ıa de cuerdas, donde las cuerdas abiertas pueden tener sus extremos. As´ımis-
mo, hemos visto que las fluctuaciones de las cuerdas abiertas sobre la brana tienen una
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Tipo IIA Tipo IIB
D-brana D0 D2 D4 D6 D8 D(−1) D1 D3 D5 D7
potencial R-R C1 C3 C5 C7 C9 C0 C2 C4 C6 C8
Tabla 2.2: El espectro de D-branas en teor´ıas tipo II. Notar que la D9-brana no esta´ pre-
sente en la teor´ıa esta´ndar de tipo IIB, dado que implicar´ıa anomal´ıas de carga, pero
puede existir en sobre orientifolds. La D(−1)-brana IIB, acoplada con el escalar R-R C0,
es un “D-instanton”, ya que es una configuracio´n localizada en el tiempo (euclideano).
dina´mica de baja energ´ıa descripta por una teor´ıa de gauge supersime´trica. Desde el
punto de vista de las teor´ıas de gauge, resulta posible mostrar que estos objetos, las
Dp-branas, son objetos BPS y que por lo tanto preservan la mitad de las supercargas,
que en este caso (D=10) corresponden a 16, la mitad de las 32 posibles. Una propie-
dad importante de los estados BPS de teor´ıas supersime´tricas es que ellos deben estar
cargados. En efecto, existe so´lo un tipo de carga capaz de acoplarse a una Dp-brana
y resulta ser una carga antisime´trica de Ramond-Ramond [16]. Un volumen de mundo
(p + 1)-dimensional Mp+1 de una Dp-brana se acopla naturalmente a (p + 1)-forma
potencial Cp+1 en el sector de R-R via el siguiente acoplamiento mı´nimo:
µp
∫
Mp+1
Cp+1 , (2.74)
donde µp es el acoplamiento que debe ser determinado en te´rminos de cantidades de la
teor´ıa de cuerdas. Como vemos, no son las cuerdas las que actu´an como fuentes de los
campos de R−R, sino las Dp-branas, que tambie´n son objetos contenidos en la teor´ıa.
En este punto es interesante notar que el hecho de que los potenciales Cp de RR no
existan para cualquier p en las teor´ıas tipo II, restringe el espectro de las Dp-branas en
las teor´ıas de supercuerdas tipo IIA o tipo IIB (ver tabla 2.2).
En la seccio´n que sigue, estudiaremos con ma´s detalle la relacio´n existente entre
campos viviendo sobre una Dp-brana y los campos de cuerdas cerradas, al derivar la
accio´n de volumen de mundo de las D-branas.
2.3. La accio´n del volumen de mundo de la D-brana
Hemos visto que los estados no masivos de las cuerdas sobre una Dp-brana forman un
multiplete vectorial de una teor´ıa de gauge en (p+1) dimensiones, con 16 supercargas.
Resulta natural entonces preguntarnos como es la dina´mica del volumen de mundo
de la Dp-brana y como e´sta experimenta la influencia de los campos de fondo del
espacio-tiempo. Hay varias maneras de derivar esta accio´n. Por razones de simplicidad,
aqu´ı derivaremos la accio´n en forma heur´ıstica, usando T-dualidad como en [5].
Comencemos con el acoplamiento de la me´trica con el dilato´n. Una Dp-brana tiene
un volumen de mundo (p+ 1)-dimensional, y la accio´n de baja energ´ıa debe ser la que
reproduzca la amplitud de dispersio´n de disco que va como g−1s , por lo que esperamos
20
entonces
SDp = −τp
∫
M
dp+1ξ e−Φ
√
−detGˆab + . . . , (2.75)
donde ξa, a = 0, . . . , p parametrizan las direcciones del volumen de mundo, τp es la
tensio´n de la brana que incluye el factor g−1s , y Gˆab es el pullback de la me´trica del
espacio-tiempo en el volumen de mundo de la brana:
Gˆab =
∂xµ
∂ξa
∂xν
∂ξb
Gµν . (2.76)
El siguiente paso es considerar el acoplamiento al campo de B con el campo de
gauge del volumen de mundo Aa. Para determinarlo, consideremos el ejemplo de una
D2-brana extendida a lo largo de x1 y x2, donde encendemos el tensor intensidad de
campo F12 en el volumen de mundo y elegimos el gauge particular en el que A2 = x
1F12.
Si realizamos una T-dualidad a lo largo de la direccio´n x2, obtendremos una D1-brana
con:
x2 = 2πls
2A2 = 2πls
2x1F12 . (2.77)
Podemos interpretar este resultado diciendo que la D1-brana esta´ inclinada un a´ngulo:
θ = tan−1
(
2πls
2F12
)
, (2.78)
con respecto a la direccio´n x2. De (2.76) tenemos que:∫
dx1
√
1− (∂1x2)2 =
∫
dx1
√
1 + (2πls
2F12)2 . (2.79)
En el caso general, Fab se puede llevar a la forma diagonal en bloques, y el te´rmino
tiene la forma: ∫
dp+1x
√
det(ηab + 2πls
2Fab) . (2.80)
Bien, ahora por un lado debemos covariantizar el te´rmino (2.80) para poder incor-
porar el acoplamiento (2.75). Por el otro lado, debemos ser cuidadosos con la invarianza
de gauge espacio-temporal. Es decir, no cualquier combinacio´n de F y B2 preserva es-
ta invarianza. En efecto, una transformacio´n de la forma δB2 = dζ, donde ζ es una
1-forma arbitraria, da lugar a un te´rmino de borde en el modelo sigma que describe el
background. Esta variacio´n debe ser cancelada por una transformacio´n de gauge sobre
el campo A, que puede ser δA = −ζ/2πls2. De esta manera, la combinacio´n invariante
de gauge considerada sera´ B+2πls
2F . Todo esto sugiere que la forma de la accio´n debe
ser la siguiente:
SDBI = −τp
∫
Mp+1
dp+1ξ e−Φ
√
det(Gˆab + Bˆab + 2πls
2Fab) , (2.81)
donde el sombrero ˆ denota el pullback de los campos de fondo sobre el volumen de
mundo de la brana, como en (2.76), ξ son coordenadas gene´ricas del volumen de mun-
do, no necesariamente identificadas con las coordenadas del espacio-tiempo. La accio´n
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anteriormente escrita se conoce con el nombre de accio´n de Dirac–Born–Infeld, y des-
cribe la dina´mica de baja energ´ıa del volumen de mundo de la Dp-brana para valores
arbitrarios de los campos de fondo en el sector de NS −NS.
Como vimos, el acoplamiento en el sector de R − R esta´ dado de la forma siguien-
te (2.74):
µp
∫
Mp+1
Cˆp+1 , (2.82)
donde µp es la carga de R-R de la D-brana en las unidades apropiadas, y donde nue-
vamente el sombrero denota el pullback de los campos de fondo C sobre el volumen
de mundo. El te´rmino (2.82) no es el u´nico; las dema´s contribuciones pueden otra vez
ser obtenidas via T-dualidad. Consideremos ahora una D1-brana inclinada en el plano
(x1, x2). El ca´lculo del pull-back de C2 dara´ la siguiente expresio´n para el acoplamien-
to (2.82): ∫
dx0dx1
(
(C2)01 + ∂1x
2(C2)02
)
, (2.83)
que ante una T-dualidad en la direccio´n x2, usando (2.71), deviene en un te´rmino de la
forma: ∫
dx0dx1dx2
(
(C3)012 + 2πls
2F12(C1)0
)
. (2.84)
Para branas de mayor dimensio´n, este procedimiento puede ser generalizado a poten-
ciales de rango menor. Recordando la forma invariante que hab´ıamos obtenido para
la combinacio´n de F y B2, podemos intuir que la forma final del te´rmino de la de
Wess–Zumino [17, 18]:
SWZ = µp
∫
Mp+1
∑
q
Cˆq ∧ eBˆ+2πls2F , (2.85)
donde la suma selecciona los te´rminos en la expansio´n de (p+1)-forma, que aporta con
un valor no nulo de su integral sobre la hoja de mundo.
La accio´n de volumen de mundo de la Dp-brana esta´ dada, entonces, por la suma
de Dirac–Born–Infeld (2.81) ma´s la parte de Wess–Zumino (2.85):
SDp =− τp
∫
Mp+1
dp+1ξ e−Φ
√
−det
(
Gˆab + Bˆab + 2πls
2Fab
)
+ µp
∫
Mp+1
∑
q
Cˆq ∧ eBˆ+2πls2F ,
(2.86)
a la que hay que agregarle la parte supersime´trica que describe el acoplamiento de
los fermiones, que no discutiremos aca´. Por conveniencia, la expresamos en el Einstein
frame:
S
(E)
Dp =− τp
∫
Mp+1
dp+1ξ e
p−3
4
Φ
√
−det
[
Gˆab + e−Φ/2
(
Bˆab + 2πls
2Fab
)]
+ µp
∫
Mp+1
∑
q
Cˆq ∧ eBˆ+2πls2F .
(2.87)
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Adema´s de los te´rminos aqu´ı descriptos, pueden agregarse te´rminos adicionales. Sin
embargo, por razones de simplicidad, no sera´n considerados aqu´ı. Hasta ahora, todo
lo estudiado ha sido para el caso de una sola Dp-brana. Cabe entonces la pregunta de
que suceder´ıa si en lugar de una tuviesemos N Dp-branas, una encima de la otra. La
repuesta a esta pregunta au´n no esta´ clara. Los campos del volumen de mundo Aa y
Xi que representan los modos colectivos del movimiento de las branas se vuelven ahora
matrices que toman valores en la representacio´n adjunta de U(N). En particular, esto
significa que las coordenadas del espacio transverso deben ser tratadas como matrices
de N ×N , y esto trae una serie de consecuencias no triviales, como por ejemplo, que los
pull-backs de los campos de fondo deben ser realizados usando derivadas covariantes,
o que la accio´n requiera te´rminos de la forma [Xi,Xj ] y [Aa,X
i]. Otro problema es
saber cual es la prescripcio´n precisa que hay que utilizar para calcular la traza, que es
necesaria para obtener cantidades invariantes de gauge en la accio´n. Una prescripcio´n
posible es usar la “traza simetrizada” [19], pero ha sido mostrado que este procedimiento
trae aparejadas algunas ambigu¨edades.
Sin entrar en detalles de las extensiones no abelianas de (2.86), hay una observacio´n
importante que puede realizarse, que se deduce sin ambigu¨edades del uso de la traza
simetrizada. Desarrollando cada extensio´n no abeliana de (2.86) en el background de
espacio plano hasta el segundo orden en los campos de gauge, se ve que el orden do-
minante reproduce la accio´n boso´nica en (p + 1) dimensiones de una teor´ıa de Super
Yang-Mills (SYM)
SSYM = − 1
g2YM
∫
dp+1ξ Tr
[
1
2
FabFab +DaΦ
iDaΦ
i +
1
2
[Φi,Φj ]2
]
. (2.88)
Se puede mostrar que los valores para la carga y la tension de la brana resultan:
τp =
√
π(2πls)
3−p
κ
=
1
(2π)pgsls
p+1 . (2.89)
µp = τp . (2.90)
Esto completa la determinacio´n de la accio´n de volumen de mundo, ya que tenemos
expresadas todas las cantidades en te´rminos de las cantidades de la teor´ıa de cuerdas
gs y ls.
2.4. La geometr´ıa de las D-branas
En la seccio´n anterior vimos que, a nivel perturbativo en la teor´ıa de cuerdas, apa-
recen nuevos objetos llamados Dp-branas que son hipersuperficies donde las cuerdas
pueden tener sus extremos. Sin embargo, tambie´n hemos visto que estas Dp-branas son
objetos fundamentales de la teor´ıa cargados frente a campos potenciales de R − R.
La energ´ıa de vac´ıo a un loop de dos branas puede ser interpretada, tambie´n, como el
intercambio a nivel a´rbol de cuerdas cerradas entre las branas. Esto es la base de lo
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Figura 2.2: Doble interpretacio´n de las D-branas. a) Las D-branas son hiperplanos donde
terminan las cuerdas abiertas; b) Las D-branas son bordes de la teor´ıa superconforme
de cuerdas cerradas, cargadas bajo campos de Ramond-Ramond.
que se conoce como dualidad cuerda abierta cerrada, que implica que las branas tam-
bie´n pueden ser descriptas como estados de borde de una teor´ıa conforme de cuerdas
cerradas. Este enfoque interpreta las D-branas como estado de frontera de una teor´ıa
conforme, que resulta ser muy u´til para analizar algunos aspectos de las D-branas. Una
de las consecuencias ma´s importantes de la descripcio´n de cuerda cerradas es que estas
D-branas pueden entenderse como solitones de las teor´ıas de supergravedad, que son
la baja energ´ıa de las teor´ıas de cuerdas. Uno de las contribuciones ma´s importantes
de [16] es precisamente la identificacio´n de estos solitones con las Dp-branas encontradas
como consecuencia de la T-dualidad. Esta doble interpretacio´n, que sera´ fundamental
en los temas que trataremos en adelante, esta´ graficada en la Figura 2.2.
Buscamos ahora las soluciones de las acciones de SUGRA (2.52) y (2.53). So´lo de-
duciremos las soluciones correspondientes a los casos llamados extremos (se denominan
extremos porque son soluciones BPS, es decir que saturan la desigualdad de Bogomonly,
Prasad y Sommerfield) Nuestro punto de partida sera´ entonces la accio´n consistente-
mente truncada de una de las SUGRA tipo II en el Einstein frame, donde so´lo dejamos
un campo formas que llamaremos Fp+2 (que correspondera´ a la derivada exterior de
uno de los campos potenciales proveniente del sector NS −NS o del sector R−R), la
me´trica y el dilato´n:
SII =
1
2κ2
{∫
d10x
√−detG R− 1
2
∫ [
dΦ ∧ ⋆dΦ + e−aΦFp+2 ∧ ⋆Fp+2
]}
, (2.91)
donde a es una constante apropiada que se elige de forma de ajustar el rango de la forma
as´ı como el sector. Dado que estamos buscando soluciones extendidas en p direcciones,
que llamaremos x0, . . . , xp, resulta conveniente dividir las coordenadas en dos grupos
y asumir algunas condiciones generales que nos permitira´n fabricar un ansa¨tz para la
solucio´n, que simplifique las ecuaciones:
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xα, α = 0, . . . , p, son las coordenadas longitudinales al volumen de mundo de la
brana. Asumiendo que la brana no posee ningu´n punto preferencial, resulta natural
requerir que la solucio´n tenga invarianza Poincare´ en estas p+ 1 direcciones;
xi, i = p + 1, . . . , 9, son las coordenadas del espacio transverso al volumen de
mundo. Dado que en el espacio transverso la brana es visualizada como un punto,
parece natural requerir sobre estas coordenadas invarianza rotacional SO(9 − p)
en las (9− p)-direcciones espaciales.
Un ansa¨tz compatible con estos requerimientos puede ser escrito de la forma:
ds2 = e2A(r) ηαβdx
αdxβ + e2B(r) δijdx
idxj , Φ = Φ(r) , (2.92)
donde r = (xixi)1/2 es la coordenada radial en el espacio transverso. Para la (p + 2)-
forma hemos optado por un ansa¨tz ele´ctrico, produciendo un acoplamiento como (2.74),
o magne´tico para su dual Hodge ⋆Fp+2 = (
⋆F )8−p. Eso se corresponde con buscar
soluciones de p-brana ele´ctrica o para una (6 − p)-brana magne´tica, que es el objeto
dual magne´tico de la primera. La forma del ansa¨tz ele´ctrico es:
Cp+1 = (e
C(r) − 1) dx0 ∧ · · · ∧ dxp . (2.93)
Sustituimos luego el ansa¨tz en las ecuaciones de movimiento.
La solucio´n de las ecuaciones de movimiento, cuando Fp+2 es interpretado como un
campo de fuerza R−R, lleva a la siguiente configuracio´n de campos para la supergra-
vedad de tipo II:
ds2 = Hp(r)
− 7−p
8 ηαβdx
αdxβ +Hp(r)
p+1
8 δijdx
idxj ,
eΦ = Hp(r)
3−p
4 ,
Cp+1 = (Hp(r)
−1 − 1) dx0 ∧ · · · ∧ dxp ,
(2.94)
donde Hp(r) es una funcio´n armo´nica en el espacio transverso dada por:
Hp(r) = 1 +
Qp
r7−p
, Qp =
2κ2τp
(7− p)Ω8−p , (2.95)
donde Ωq = (2π)
(q+1)/2/Γ((q+1)/2) es el volumen de la q-esfera unidad y las expresiones
anteriores son va´lidas siempre que p < 7. Notar que “factorizando la constante de
Newton” en Qp uno puede identificar ra´pidamente la tensio´n de la p-brana, que es igual
a τp, es decir proporcional a gs
−1. Este resultado concuerda perfectamente con el τp
coeficiente de la accio´n de Dirac–Born–Infeld.
Finalmente, la carga de R−R de la brana puede ser obtenida calculando:
Qp = 1√
2κ
∫
S8−p
⋆dCp+1 =
√
2κτp . (2.96)
El hecho de que la carga sea igual a la tensio´n (en la unidades apropiadas) es
una manifestacio´n de la propiedad BPS de la solucio´n de Dp-brana obtenida. Se ve
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tambie´n queQpQ6−p = 2π, da la relacio´n correcta de cuantizacio´n de Dirac para objetos
electromagne´ticos duales como una Dp y una D(6 − p)-branas.
Notar que la solucio´n de la me´trica (2.94) puede ser escrita de forma simple en el
string frame como:
ds2 = Hp(r)
−1/2 ηαβdxαdxβ +Hp(r)1/2 δijdxidxj . (2.97)
Algunas observaciones finales de estas soluciones de D-branas. En primer lugar,
las soluciones recie´n obtenidas (2.94) pueden ser generalizadas al caso de N p-branas
BPS coincidentes, simplemente cambiando Qp → NQp en (2.95). En segundo lugar, es
importante notar que todas estas soluciones (para p 6= 3) presentan un horizonte en
r = 0, que es efectivamente un punto singular de a´rea nula. En cambio, en el caso de N
D3-branas, se puede ver que la potencia inversa r−4 que aparece en (2.95) lleva a una
cancelacio´n entre la divergencia de la me´trica y el taman˜o cero del horizonte, dejando
un horizonte finito en rH = ls(4πgsN)
1/4.
Como comentario final, hacemos notar que la expresio´n (2.94) no es la adecuada
para el caso de las D3-branas, ya que no se ha tenido en cuenta la autodualidad F˜5.
Debemos, entonces, reescribir la solucio´n en la forma siguiente:
ds2 = H3(r)
−1/2 ηαβdxαdxβ +H3(r)1/2 δijdxidxj ,
eΦ = 1 ,
F5 = dH3(r)
−1 ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dx3 + ⋆(dH3(r)−1 ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dx3) .
(2.98)
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Cap´ıtulo 3
Ads/CFT la conjetura de Maldacena y su
Extensio´n
3.1. La correspondencia
En esta seccio´n, repasaremos el argumento que relaciona teor´ıas tipo IIB compac-
tificadas en AdS5 × S5 con teor´ıas de super-Yang-Mills N = 4. Esta relacio´n es la base
de la conjetura de Maldacena [1] respecto a la dualidad AdS/CFT. Comencemos con
teor´ıa de cuerdas IIB en un fondo 10-dimensional plano (Minkowski). Consideremos N
D3 branas paralelas puestas juntas. Las D3 branas se extienden a lo largo de un plano
(3+1)-dimensional en el espacio-tiempo (9+1)-dimensional. Las excitaciones de teor´ıa
de cuerdas sobre este fondo esta´n dadas tanto por cuerdas abiertas como por cuerdas
cerradas (Figura 3.1). Las excitaciones de cuerdas cerradas son excitaciones del espacio
vac´ıo, mientras que las excitaciones de cuerdas abiertas (que terminan en las D-branas)
corresponden a excitaciones de las D-branas.
Figura 3.1: Dp-branas en teor´ıa de cuerdas.
Si analizamos el sistema a bajas energ´ıas, energ´ıas menores que la escala 1/ls, so´lo
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los estados no masivos de cuerdas pueden ser excitados. Podemos entonces escribir una
accio´n efectiva para los estados sin masa. Los modos de cuerdas cerradas sin masa dan
lugar a un supermultiplete de gravedad en 10 dimensiones, cuya descripcio´n efectiva
de baja energ´ıa esta´ dada por la accio´n de supergravedad tipo IIB. Como vimos en el
cap´ıtulo anterior, los modos de cuerdas abiertas sin masa dan lugar a un supermultiplete
vectorial N = 4 en 3+1 dimensiones, cuya descripcio´n efectiva de baja energ´ıa esta´ dada
por el lagrangiano de una teor´ıa N = 4 U(N) Super Yang-Mills (SYM) [20, 5].
En consecuencia, la accio´n efectiva total de los modos no masivos tiene la forma
S = Sbulk + Sbrana + Sint, (3.1)
donde Sbulk es la accio´n de supergravedad en 10 dimensiones ma´s correcciones de orden
superior. Sbrana esta´ definida sobre el volumen de mundo p+1-dimensional, y contiene
el lagrangiano de N = 4 U(N) SYM, ma´s correcciones de orden superior. Finalmente,
Sint describe la interaccio´n entre los modos de la brana y los modos del bulk. Podemos
desarrollar la accio´n de bulk como la parte cuadra´tica libre, que describe la propaga-
cio´n de los modos libres no masivos (inclu´ıdo el gravito´n), ma´s interacciones que sera´n
proporcionales a una potencia positiva de la ra´ız cuadrada de la constante de Newton.
Esquema´ticamente, tenemos
Sbuk ∼ 1
2κ2
∫ √
gR ∼
∫
(∂h)2 + κ(∂h)2h+ · (3.2)
donde hemos escrito la me´trica como g = η+κh. Aqu´ı se ha indicado so´lo la dependencia
expl´ıcita en el gravito´n, pero los otros te´rminos del lagrangiano que tienen dependencia
en otros campos pueden ser desarrollados de forma similar. De la misma manera, la
accio´n de interaccio´n se desarrolla en potencias de κ. El l´ımite de baja energ´ıa que
queremos es E << 1/ls y e´ste se puede realizar a energ´ıa fija si α
′ → 0, manteniendo
todos los para´metros dimensionales fijos. Como consecuencia, dado que κ ∼ gsα′2 a gs
constante, se da un desacople de las interacciones y de las correcciones en derivadas
superiores tanto en la accio´n bulk como en la accio´n de brana.
En consecuencia, en este l´ımite nos quedan dos sistemas desacoplados; por un lado,
una teor´ıa pura N = 4 U(N) SYM en 3+1 dimensiones, y por el otro, gravedad libre
sobre un fondo plano (figura 3.2).
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Figura 3.2: Desacople de los modos de gravedad libre y SYM.
Consideremos ahora el mismo sistema pero desde otro punto de vista. Las D-branas
son objetos masivos y cargados que son fuentes de varios campos de supergravedad. La
solucio´n de D3 brana (2.98) en supergravedad, tiene la forma
ds2 = f−1/2(−dt2 + dx21 + dx22 + dx23) + f1/2(dr2 + r2dΩ25) , (3.3)
F5 = (1 + ∗)dtdx1dx2dx3df−1 , (3.4)
f = 1 +
R4
r4
(3.5)
R4 ≡ 4πgsα′2N . (3.6)
Dado que gtt no es constante, la energ´ıa Ep de un objeto medida por un observador a
una distancia rp y la energ´ıa E medida por un observador en infinito esta´n relacionadas
por el factor de corrimiento al rojo (redshift)
E = f−1/4Ep . (3.7)
Esto significa que el mismo objeto acercado ma´s y ma´s a r = 0 aparecera´ como teniendo
menor y menor energ´ıa para un observador que lo mira desde infinito. Ahora tomamos el
l´ımite de baja energ´ıa en el fondo descripto por la ecuacio´n (3.6). Existen aqu´ı dos tipos
de excitaciones de baja energ´ıa (desde el punto de vista de un observador en infinito).
Por un lado tendremos part´ıculas no masivas propaga´ndose en la regio´n del bulk con
longitudes de onda muy grandes, y por otro tendremos cualquier tipo de excitacio´n (no
necesariamente no masiva) en la regio´n cercana a r = 0. En el l´ımite de baja energ´ıa,
estos dos tipos de excitaciones se desacoplan unos de otros. Las part´ıculas no masivas en
el bulk se desacoplan de las excitaciones de todo tipo en la regio´n cercana al horizonte
(the near horizon region, cerca de r = 0) ya que la seccio´n eficaz de absorcio´n de
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baja energ´ıa va como σ ∼ ω3R8 [21, 22], donde ω es la energ´ıa. Se puede pensar que
en este l´ımite las longitudes de onda de las part´ıculas son mucho ma´s grandes que el
taman˜o gravitatorio t´ıpico de una brana (que es del orden de R). Similarmente, a las
excitaciones que viven muy cerca de r = 0 les resulta muy dif´ıcil superar el potencial
gravitatorio y escapar hacia la regio´n asinto´tica. En conclusio´n, la baja energ´ıa consiste
en dos partes desacopladas, una es la supergravedad bulk libre y la otra es la regio´n
near horizon (figura 3.3). En esta regio´n, r ≪ R, podemos aproximar f ∼ R4/r4, y la
geometr´ıa resulta
ds2 =
r2
R2
(−dt2 + dx21 + dx22 + dx23) +R2
dr2
r2
+R2dΩ25, (3.8)
que es la geometr´ıa de AdS5 × S5.
Figura 3.3: Desacople de la regio´n cercana al horizonte (1) de la regio´n asinto´tica (2).
Vemos que tanto desde el punto de vista de la teor´ıa de campos de cuerdas abiertas
viviendo en la brana, como desde el punto de vista de la descripcio´n de supergravedad,
tenemos dos teor´ıas desacopladas en el l´ımite de baja energ´ıa. En ambos casos, una de
las teor´ıas desacoplada es supergravedad sobre un fondo plano. As´ı que resulta natural
identificar entre s´ı los otros dos sistemas que aparecen en ambas descripciones. De esta
manera, se conjetura que N = 4 U(N) super-Yang-Mills en 3 + 1 dimensiones es dual
a teor´ıa de supercuerdas tipo IIB sobre el fondo AdS5 × S5 [1] (figura 3.4).
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Figura 3.4: Dos descripciones equivalentes del mismo sistema.
Seamos un poco ma´s precisos respecto del l´ımite de horizonte cercano y de co´mo
tomarlo. Tomemos el l´ımite de baja energ´ıa α′ → 0. Queremos mantener fija la energ´ıa
de los objetos en la garganta (regio´n horizonte cercano) en unidades de cuerdas, de
manera de poder considerar estados de excitaciones arbitrarias all´ı. Esto implica que√
α′Ep ∼ fijo. Para α′ pequen˜o, (3.7) se reduce a E ∼ Epr/
√
α′. Ya que nosotros
queremos mantener fija la energ´ıa medida desde infinito, que es la forma en la que se
mide la energ´ıa en teor´ıas de campos, necesitamos tomar r → 0 manteniendo r/α′ fijo.
Es entonces conveniente definir la nueva variable U ≡ r/α′, de tal forma que la me´trica
resulta
ds2 = α′
[
U2√
4πgsN
(−dt2 + dx21 + dx22 + dx23) +
√
4πgsN
dU2
U2
+
√
4πgsNdΩ
2
5
]
. (3.9)
Esto tambie´n puede ser visto de la siguiente manera. Supongamos que apartamos
alguna D3 brana del origen y la ponemos en ~r. Esto corresponde a dar un valor de
expectacio´n de vac´ıo a uno de los escalares de la teor´ıa de Yang-Mills. Ahora tomamos
el l´ımite de baja energ´ıa α′ → 0 manteniendo la masa del “boso´n W” fija. Esta masa,
que es la masa de la cuerda extendida entre dos branas, una puesta en ~r = 0 y la otra
en ~r, es proporcional a U = r/α′, as´ı que e´sta es la cantidad que debe permanecer fija
en el l´ımite de desacople.
Hasta aqu´ı la conjetura es puramente una construccio´n lo´gica, sin embargo, al-
gunas verificaciones son inmediatas. El espacio anti-de-Sitter tiene un gran grupo de
isometr´ıas; el SO(4, 2) para el caso que nos interesa. E´ste es el mismo grupo que el grupo
conforme en 3+1 dimensiones. Luego, el hecho de que la teor´ıa a bajas energ´ıas sobre la
brana sea conforme se refleja en que la geometr´ıa de la regio´n cercana al horizonte sea
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AdS. Tambie´n tenemos algunas supersimetr´ıas. El nu´mero de supersimetr´ıas es el doble
de los que tiene la solucio´n total (3.6) [23]. Este aumento al doble de las supersimetr´ıas
se ve en el lado de la teor´ıa de campos como consecuencia de la invarianza superconfor-
me, ya que el a´lgebra superconforme tiene el doble de fermiones que el correspondiente
supera´lgebra de Poincare`. Por otro lado, tambie´n tenemos simetr´ıa SO(6) por la S5.
E´sta esta´ identificada con el grupo SU(4)R de la simetr´ıa R de la teor´ıa de campos. En
efecto, todo el subgrupo es el mismo para la teor´ıa de campos N = 4 y la geometr´ıa
AdS5 × S5. De esta manera, ambos lados de la conjetura tienen las mismas simetr´ıas
espacio-temporales.
Estudiemos ahora la validez de nuestras aproximaciones. El estudio de los diagramas
de loops en la teor´ıa de campos muestra que el ana´lisis perturbativo de la teor´ıa Yang-
Mills es va´lido cuando
g2YMN ∼ gsN ∼
R4
l4s
≪ 1. (3.10)
No´tese que no so´lo es necesario que g2YM sea pequen˜o sino que tambie´n debe serlo
g2YMN . Por otro lado, la descripcio´n cla´sica de gravedad resulta confiable cuando el
radio de curvatura R de AdS y de S5 se vuelve grande comparado con la longitud de
la cuerda
R4
l4s
∼ gsN ∼ g2YMN ≫ 1. (3.11)
Vemos que el re´gimen de gravedad (3.11) y la teor´ıa de campos perturbativa (3.10)
son totalmente incompatibles. Es por esta razo´n que esta correspondencia es llamada
“dualidad”. Se conjetura que las dos teor´ıas son exactamente las mismas, pero cuando
una esta´ acoplada de´bilmente, la otra lo esta´ fuertemente y viceversa. Obviamente,
esto hace que la correspondencia sea dif´ıcil de probar pero simulta´neamente, la vuelve
muy u´til. No´tese que en (3.10) (3.11) hemos supesto impl´ıcitamente que gs < 1. Si
gs > 1 podemos hacer una transformacio´n de dualidad SL(2,Z) y obtener condiciones
similares a (3.10)( 3.11) pero con gs → 1/gs. Es as´ı que no podemos ir al re´gimen de
gravedad (3.11) tomando N pequen˜o (N = 1, 2, ..) y gs muy grande, ya que en este caso
las D-string se vuelven muy livianas y hacen que la aproximacio´n de supergravedad no
sea va´lida. Otra forma de ver esto es notando que el radio de curvatura en unidades de
Planck es R4/l4p ∼ N . As´ı que es siempre necesario, pero no suficiente, tomar N grande
para tener una descripcio´n de supergravedad acoplada de´bilmente.
Existen varias formas de establecer la conjetura dependiendo de la regio´n en la
que situemos los para´metros gs y N . Sin embargo, en lo que sigue, trabajaremos con
su forma ma´s fuerte, la cual establece que ambas teor´ıas son exactamente las mismas
para todos los valores de gs y N . En esta conjetura, el espacio-tiempo so´lo necesita
ser asinto´ticamente AdS5 × S5 a medida que nos acercamos al borde. En el interior,
podemos tener todo tipo de procesos; gravitones, estados de cuerda fundamental muy
excitados, D-branas, agujeros negros, etc. Au´n la topolog´ıa en el interior del espacio-
tiempo puede cambiar. La teor´ıa de Yang-Mills, se supone, es una suma efectiva sobre
todos los espacio-tiempos asinto´ticamente AdS5 × S5.
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3.2. Mapeo entre campos y operadores
Como acabamos de ver, la correspondencia AdS/CFT establece que la f´ısica des-
cripta por una teor´ıa de gauge N = 4 SYM es la misma que la f´ısica descripta por
teor´ıas de cuerdas sobre un fondo AdS. Sin embargo, no hemos dado au´n un mapeo
preciso entre estas dos teor´ıas.
Consideremos el siguiente ejemplo para guiarnos en el camino hacia un mapeo pre-
ciso entre estados de la teor´ıa de cuerdas y operadores en la teor´ıa de gauge conforme
dual. Imaginemos que en la teor´ıa N = 4 super-Yang-Mills tomamos una deformacio´n
marginal por un operador O cambiando el valor de la constante de acoplamiento. Dado
que los acoplamientos de ambas teor´ıas esta´n relacionados, un cambio en la constante
de acoplamiento de la teor´ıa de gauge implica un cambio en la constante de acoplamien-
to de la teor´ıa de cuerdas, es decir, un cambio en el valor de expectacio´n del dilato´n.
Ahora bien, el valor de expectacio´n del dilato´n esta´ dado por la condicio´n de contorno
que e´ste satisface en infinito. As´ı que un cambio en la constante de acoplamiento de
la teor´ıa de gauge nos lleva directamente a un cambio en la condicio´n de contorno del
dilato´n. Ma´s precisamente, supongamos que agregamos a la teor´ıa de gauge el siguiente
te´rmino:
∫
d4xφ0(~x)O(~x). De acuerdo a la discusio´n previa, es natural suponer que esto
cambiara´ la condicio´n de contorno del dilato´n en el borde de AdS (en las coordenadas
en las que el borde de AdS esta´ en z = 0), φ(~x, z)|z=0 = φ0(~x). Es decir, como se sugiere
en [24, 2], resulta natural proponer que
〈e
∫
d4xφ0(~x)O(~x)〉CFT = Zstring
[
φ(~x, z)
∣∣∣
z=0
= φ0(~x)
]
, (3.12)
donde el lado izquierdo es la funcio´n generatriz de las funciones de correlacio´n de la
teor´ıa de campos. Es decir, de ese lado φ0 es una funcio´n arbitraria y podemos calcular
las funciones de correlacio´n de O tomando las derivadas funcionales necesarias respecto
de φ0 y poniendo luego φ0 = 0. El lado derecho de la igualdad es la funcio´n de particio´n
completa de teor´ıas de cuerdas con la particularidad de que el campo φ tiene como
condicio´n de contorno el valor φ0 en el borde de AdS.
La fo´rmula (3.12) es va´lida en general para cualquier campo φ. Por lo tanto, cada
campo que se propaga en AdS esta´ en correspondencia uno a uno con un operador de
la teor´ıa de campos.
Au´n ma´s, podemos establecer una relacio´n precisa entre la masa del campo escalar
libre φ y la dimensio´n ∆ del operador de la teor´ıa conforme. No es dif´ıcil ver que si ∆
es la dimensio´n de O, e´sta se relaciona con la masa m de φ como
∆ =
d
2
+
√
d2
4
+R2m2. (3.13)
Como ya dijimos, las funciones de correlacio´n en la teor´ıa de gauge pueden calcu-
larse a partir de (3.12) derivando respecto de φ0. Cada derivada corresponde a una
insercio´n de un operador O, que “env´ıa” una part´ıcula φ (una cuerda cerrada) hacia el
interior del espacio. De esta manera, los diagramas de Feynman de la teor´ıa de campos
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pueden ser computados (a acoplamiento fuerte) calculando diagramas en el interior del
espacio AdS. En el l´ımite en que supergravedad es aplicable, los u´nicos diagramas que
contribuyen son los que aparecen a nivel a´rbol [25](figura 3.5).
Figura 3.5: Las funciones de correlacio´n pueden ser calculadas (en el l´ımite gsN grande)
en te´rminos de diagramas de Feynman de supergravedad. Aqu´ı vemos la contribucio´n
principal proveniente del diagrama desconectado ma´s los conexos que involucran campos
de supergravedad en el interior del espacio AdS. Al nivel a´rbol, e´stos son los u´nicos
diagramas que contribuyen a la funcio´n de 4 puntos [25].
En el l´ımite que nos interesa trabajar, podemos aproximar la funcio´n de particio´n de
teor´ıa de cuerdas por e−ISUGRA , donde ISUGRA es la accio´n de supergravedad evaluada
en AdS5×S5 (o como ya veremos, evaluada sobre algu´n fondo de gravedad conveniente).
Esta aproximacio´n corresponde a ignorar todas las correcciones de cuerdas en α′ as´ı co-
mo tambie´n todas las correcciones en loops que son controladas por el acoplamiento
gravitatorio κ ∼ gstα′2. Del lado de la teor´ıa de gauge, esta aproximacio´n correspon-
de a tomar los l´ımites N y g2YMN grandes, y entonces la relacio´n entre las funciones
generatrices resulta
e−ISUGRA ≃ Zstring = Zgauge = e−W , (3.14)
donde W es la funcio´n generatriz de funciones de Green conexas en la teor´ıa de gauge.
El procedimiento consiste ahora en resolver las ecuaciones de movimiento en el
interior del espacio AdS, sujetas a condiciones de contorno de Dirichlet en el borde
del espacio, y evaluar la accio´n en la solucio´n. En este sentido, la aproximacio´n antes
mencionada puede pensarse como un saddle point en la funcio´n de particio´n de cuerdas.
De esta manera, podemos escribir
Wgauge[φ0] = − log
〈
e
∫
d4x φ0(x)O(x)
〉
CFT
≃ extremum
φ
∣∣
z=ǫ
=φ0
ISUGRA[φ] . (3.15)
Es decir, la funcional generatriz de funciones de Green conexas en la teor´ıa de gauge,
en el l´ımite N, g2YMN grandes, resulta ser la accio´n de supergravedad.
Como el lado derecho de la ecuacio´n es la accio´n cla´sica extremizada, la serie de
potencias esta´ representada gra´ficamente por diagramas de Feynman a nivel a´rbol para
los campos de supergravedad.
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3.3. QCD
Dado el valor y la potencia de ca´lculo de la conjetura, resulta inevitable tratar
de hacer contacto con QCD, sin embargo hasta aqu´ı la conjetura relaciona teor´ıas de
cuerdas sobre AdS con teor´ıas de campos supersime´tricas y conformes. Un mecanismo
que permite romper supersimetr´ıa es el propuesto por Witten en [3].
La idea consiste en empezar con una teor´ıa de gauge maximalmente supersime´trica
(p+1)-dimensional en el volumen de mundo de N Dp branas. Luego, la teor´ıa se com-
pactifica en un c´ırculo de radio R0 y se impone sobre e´ste condiciones antiperio´dicas
para los fermiones. En consecuencia, e´stos adquieren masa del orden mf ∼ 1/R0. Los
escalares adquieren masa a un loop y luego, a energ´ıas menores que 1/R0, ambos se
desacoplan del sistema. De esta manera, a grandes distancias comparadas con el radio
de R0, la teor´ıa efectiva deber´ıa representar QCD pura en p dimensiones. Usualmente,
la direccio´n escogida para tal fin es la direccio´n temporal, lo que lleva a una teor´ıa de
gauge a temperatura finita T , donde el radio de compactificacio´n es proporcional a 1/T .
De esta manera, el l´ımite de alta temperatura de una teor´ıa de gauge supersime´trica
(p+1)-dimensional resulta descripto por una teor´ıa de gauge no supersime´trica en p di-
mensiones. Del lado de gravedad, la descripcio´n corresponde a tomar teor´ıas de cuerdas
sobre un fondo tipo agujero negro de Schwarzschild en AdS, o ma´s generalmente sobre
una variedad simplemente conexa que permita definir una estructura de espin u´nica tal
que so´lo pueda contribuir al ensamble te´rmico esta´ndar Tr e−βH y no a Tr (−1)F e−βH
[3].
En este nuevo contexto, resulta de particular intere´s el estudio dual gravitatorio de
operadores locales invariantes de gauge, como los lazos de Wilson, ya que los polos de
las funciones de correlacio´n de estos operadores deber´ıan darnos el espectro de glueballs
de QCD. Para esto, es fundamental determinar si la descripcio´n dual corresponde a la
fase confinante de la teor´ıa de gauge.
3.4. Lazos de Wilson
En 3 dimensiones el potencial de Coulomb ya es confinante. Es un confinamiento
logar´ıtmico V (r) ∼ ln(r), sin embargo las simulaciones provistas por Lattice QCD
indican que el confinamiento para QCD3 a grandes distancias es lineal V (r) ∼ σr.
Para ver el confinamiento en la descripcio´n dual, resulta u´til estudiar lazos de Wilson
espaciales. En una teor´ıa confinante, el valor de expectacio´n de vac´ıo de un operador
de lazo de Wilson muestra comportamiento de a´rea [26]
〈W (C)〉 ≃ exp(−σA(C)) , (3.16)
donde A(C) es el a´rea encerrada por el lazo C. La constante σ es llamada, en este
contexto, la tensio´n de la cuerda. El comportamiento de a´rea (3.16) es equivalente
a un potencial de interaccio´n quark-antiquark que confina linealmente, V (L) ∼ σL.
Esto puede ser visto considerando un lazo rectangular C con lados de longitud T y L
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en espacio eucl´ıdeo, como se muestra en la Figura (3.6). En el caso en que T sea la
direccio´n temporal y en el l´ımite T →∞, resulta
〈W (C)〉 ∼ exp(−TV (L)) ∼ exp(−σA(C)) . (3.17)
L
T
Figura 3.6: El confinamiento lineal V (L) ∼ σL para un par quark-antiquark puede ser
deducido del comportamiento tipo a´rea del lazo de Wilson 〈W (C)〉 ∼ exp(−σTL).
Si pensamos que el tubo de flujo que mantiene unido al par de quarks se comporta
como una cuerda, la descripcio´n dual aparece casi de manera obvia. Una cuerda con sus
extremos pegados a los quarks que viven en la teor´ıa del borde, no esta´ necesariamente
confinada a vivir sobre e´ste. Ma´s bien, la cuerda naturalmente se metera´ hacia el interior
del espacio y 〈W (C)〉 correspondera´ a la suma sobre todas las configuraciones de cuerdas
que tengan por contorno el lazo de Wilson C.
Es decir, la prescripcio´n esta´ dada por
〈W (C)〉 =
∫
exp(−µ(D)) , (3.18)
donde µ(D) es el a´rea regularizada del volumen de mundo de la cuerda D restringida
en el borde a C.
En la aproximacio´n natural, supergravedad, (3.18) se reduce a
〈W (C)〉 = exp(−µmı´n(D)) , (3.19)
donde el volumen de mundo µmı´n(D) sera´ aquel que minimice el a´rea con la condi-
cio´n de contorno dictada por el lazo de Wilson del borde, calculado sobre el fondo de
supergravedad correspondiente.
3.5. Espectro de Glueballs
La correlacio´n entre lazos de Wilson en QCD es mediada por el intercambio de
glueballs entre ellos. En la descripcio´n dual, esta correlacio´n es descripta a trave´s de
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una cuerda que une ambos lazos de Wilson. Sin embargo, a medida que estos lazos se
separan, la hoja de mundo de la cuerda que los une se vuelve cada vez ma´s delgada.
Para un dado valor de separacio´n L, (L > Lcrit, que depende del taman˜o de los lazos)
la hoja de mundo se vuelve inestable, siendo mas favorable energe´ticamente dos hojas
de mundo, cada una con su respectivo lazo de Wilson (Figura 3.7). Esto parece ir
en contradiccio´n con la descripcio´n del lado de teor´ıa de gauge, en la que a grandes
distancias los lazos de Wilson son mediados por glueballs.
crit
crit
horizon
L < L
L > L
τ
u
string worldsheet
Figura 3.7: Para L > Lcrit, no existe la hoja de mundo que conecta ambos lazos. La
distancia Lcrit queda determinada por el taman˜o del lazo.
Este feno´meno se explica en [27] de la siguiente manera. Cuando la distancia entre
ambos lazos C1 y C2 es menor que la distancia cr´ıtica (L < Lcrit), la contribucio´n princi-
pal a la parte conexa de la funcio´n de correlacio´n 〈W (C1)W (C2)〉 proviene de la cuerda
cla´sica que conecta C1 con C2. A L = Lcrit, la hoja de mundo de esta cuerda se vuelve
inestable y comienza a colapsar. Antes que la superficie se desconecte, la aproximacio´n
de supergravedad deja de ser va´lida, cuando el radio de la hoja de mundo se vuelve del
orden de la longitud caracter´ıstica ls. Luego de eso, las fluctuaciones cua´nticas comien-
zan soportar la superficie y las dos hojas de mundo continu´an conectadas por un tubo
delgado del orden de la longitud caracter´ıstica de la cuerda ls. Para L grande, el tubo
delgado puede ser representado por el intercambio de gravitones entre las dos hojas de
mundo (Figura 3.8). Por lo tanto, la correlacio´n entre los lazos de Wilson no desaparece
completamente, sino que es mediada por el intercambio de gravitones. Esto indica que
los supergravitones que se propagan sobre el fondo de agujero negro (p+1)-dimensional
deben ser identificados con los glueballs de QCDp.
Siendo un poco ma´s precisos, podemos conjeturar que los polos de las funciones de
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supergraviton
L < Lcrit
L > Lcrit
collapse at L = Lcrit
Figura 3.8: Para L > Lcrit, la correlacio´n entre los lazos de Wilson esta´ soportada por
el intercambio de gravitones.
correlacio´n entre lazos de Wilson, que corresponden a las masas de los glueballs, debera´n
corresponder a las masas de los supergravitones que se propaguen sobre el fondo de
gravedad. Esto u´ltimo es consecuencia de que del lado de gravedad so´lo contribuyen
diagramas a nivel a´rbol, por lo que la masa cla´sica y la masa f´ısica (polo del propagador
del gravito´n) es la misma.
Para ver de manera ma´s expl´ıcita la relacio´n entre las fluctuaciones de los campos
de supergravedad y el espectro de glueballs, desarrollemos un ejemplo particular de
QCD4, siguiendo [28]. Una forma de obtener una teor´ıa de gauge que pueda representar
QCD4 es a trave´s de la reduccio´n dimensional de la teor´ıa de gauge 5-dimensional, que
aparece como l´ımite de baja energ´ıa de la dina´mica de D4-branas en teor´ıa de cuerdas
tipo IIA en 10 dimensiones.
Dado que podemos pensar en los campos de supergravedad como las constantes de
acoplamiento de los operadores de la teor´ıa de gauge, sus nu´meros cua´nticos pueden ser
asignados requiriendo invarianza ante conjugacio´n de carga y paridad de toda la accio´n,
(es decir, de todos los te´minos con campos de supergravedad acoplados a operadores
compuestos de la teor´ıa de gauge). Para estudiar de que manera los campos de super-
gravedad se acoplan a los campos de la teor´ıa de gauge que vive sobre las D4-branas,
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volvamos a la accio´n de Born-Infeld ma´s el te´rmino de Wess-Zumino para este caso,
S =
∫
d5xdet[Gµν + e
−φ/2(Bµν + Fµν)] +
∫
d4x(C1F ∧ F + C3 ∧ F + C5) , (3.20)
donde hemos considerado la accio´n de una sola D4-brana, µ, ν = 1, 2, 3, 4, τ . La asig-
namcio´n de los nu´meros cua´nticos en el caso de N branas coincidentes sera´ el mis-
mo. En la teor´ıa de gauge 5-dimensional, las coordenadas del volumen de mundo son
x1, x2, x3, x4, τ donde τ esta´ compactificada en una S
1. Tomemos x4 como la coordenada
temporal eucl´ıdea. Luego de la reduccio´n dimensional, los campos pueden ser caracte-
rizados por su representacio´n bajo el pequen˜o grupo de SO(3) correspondiente a las
rotaciones en las coordenadas espaciales xi, i = 1, 2, 3, en la teor´ıa 4-D.
Definamos para los campos de la teor´ıa de gauge 5-D la operacio´n de paridad de la
siguiente manera:
P : Ai(xi, x4, τ)→ −Ai(−xi, x4, τ),
P : A4(xi, x4, τ)→ A4(−xi, x4, τ),
P : Aτ (xi, x4, τ)→ Aτ (−xi, x4, τ) , (3.21)
para xi → −xi, x4 → x4, y τ → τ . Luego de la compactificacio´n R4 × S1, podemos defi-
nir otra operacio´n de paridad, invirtiendo la coordenada τ en la S1. Entonces definimos
otra transformacio´n de paridad (no relacionada con la anterior). Esta transformacio´n
de paridad en τ−, Pτ : τ → −τ , actu´a de la siguiente manera:
Pτ : Ai(xi, x4, τ)→ Ai(xi, x4,−τ),
Pτ : A4(xi, x4, τ)→ A4(xi, x4,−τ),
Pτ : Aτ (xi, x4, τ)→ −Aτ (xi, x4,−τ) . (3.22)
La conjugacio´n de carga para un campo no abeliano se define como
C : 1
2
TaA
a
µ(x)→ − 12T ∗aAaµ(x) (3.23)
donde T a es el generador del grupo. En te´rminos de los campos matriciales: (A ≡
1
2
TaA
a), C : Aµ(x) → −ATµ (x). Esto lleva a una sutileza. Por ejemplo, consideremos
esta transformacio´n actuando sobre un invariante trilineal de la teor´ıa,
C : Tr[Fµ1ν1Fµ2ν2Fµ3ν3 ]→ −Tr[Fµ3ν3Fµ2ν2Fµ1ν1 ] . (3.24)
Notar que el o´rden de los campos ha cambiado. Luego, productos sime´tricos, dabcF a1 F
b
2F
c
3 ,
tendra´n C = −1 y productos antisime´tricos, fabcF a1 F b2F c3 , tendra´n C = +1. Es posible
mostrar que so´lo aparecen trazas sime´tricas, denotadas como Sym Tr[Fµν · · · ]. De esta
manera, los polinomios pares tendra´n C = +1 y los polinomios impares C = −1.
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Desarrollando la accio´n de Born-Infeld, es posible obtener los operadores a los que
las pertubaciones de los campos de fondo se acoplan y a partir de e´stos, determinar los
nu´meros cua´nticos JPC(Pτ ) de los estados de glueballs representados por e´stas:
Naturalmente, el acoplamiento de la me´trica resulta, GµνT
µν ∼ GµνTr(FµλF λν ) +
· · · , de donde se obtiene
Gij → 2++ (Pτ = +), Giτ → 1−+ (Pτ = +) Gττ → 0++ (Pτ = +) .
(3.25)
Luego de la compactificacio´n de supergravedad 11-D, el nuevo campo Gµ,11 resulta una
1-forma Cµ de Ramond-Ramond, que se acopla como ∼ ǫµνλκηCµ Sym Tr[FνλFκηW ] ,
donde W es alguna potencia par del campo F . En consecuencia, el acoplamiento
ǫijkCi Sym Tr[FτjFk4W ] + · · · lleva a
Ci → 1++ (Pτ = −) . (3.26)
Similarmente, ǫijkCτTr(FijF4kW ) + · · · da
Cτ → 0−+ (Pτ = +) , (3.27)
y G11,11 lleva a un dilato´n φ con constante de acoplamiento φTrF
2 ,
φ → 0++ (Pτ = +). (3.28)
Un ana´lisis similar puede realizarse para los otros campos.
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Cap´ıtulo 4
Soluciones No Cr´ıticas
4.1. Introduccio´n
Las teor´ıas de cuerdas no cr´ıticas D dimensionales esta´n formuladas en dimensiones
D 6= 26 en el caso de cuerdas boso´nicas, o D 6= 10 en el caso de supercuerdas. Estas
teor´ıas incluyen entre sus grados de libertad asociados a la hoja de mundo, un campo
escalar con dina´mica propia. Este campo es llamado modo de Liouville y se combina
con las D − 1 coordenadas restantes [29], [30]. Estas teor´ıas han sido ampliamente es-
tudiadas en el pasado, en particular en D ≤ 2 [31], ya que el problema de la llamada
barrera “c = 1” imped´ıa formularlas en dimensiones mayores [32]. Esta situacio´n cam-
bio´ dra´sticamente con la introduccio´n de la simetr´ıa superconforme (NL,NR) = (2, 2)
en la hoja de mundo. Kutasov y Seiberg [33], mostraron que es posible formular teor´ıas
no cr´ıticas Tipo II en espacio-tiempos de dimensiones d = 2n, con n = 0, 1, . . . 4, y
describir consistentemente soluciones con supersimetr´ıa espacio-temporal con al menos
2n+1 supercargas. Sobre la hoja de mundo, estas teor´ıas presentan, adema´s del modo
de Liouville φ antes mencionado, un boso´n compacto X, dando al espacio de fondo la
forma general
Md ×ℜφ × S1 ×M/Γ , (4.1)
donde Md es el espacio-tiempo Minkowski d-dimensional, M es una teor´ıa de campos
(2, 2) superconforme arbitraria, y Γ es un subgrupo discreto que actu´a sobre S1 ×M .
La teor´ıa de Liouville incluye un fondo de dilato´n lineal que lleva a una singularidad a
acoplamiento fuerte. Sin embargo, la existencia de un boso´n compacto permite resolver
esta singularidad reemplazando la parte del fondo ℜφ × S1 por el supercoset N = 2 de
Kazama y Suzuki: SL(2,ℜ)k/U(1). Este espacio tiene la forma geome´trica de un cigarro,
con una escala natural dada por
√
k α′ [34], [35]. Esto provee un regulador geome´trico
para la singularidad a acoplamiento fuerte, mientras que coincide con la solucio´n de
dilato´n lineal en la regio´n de acoplamiento de´bil. Se sabe que esta solucio´n es exacta a
todo orden en teor´ıa Tipo II, a menos de un corrimiento trivial k → k− 2 [36]. Cuando
d = 8, se recupera supercuerdas cr´ıticas sobre Minkowski 10-dimensional.
En vista de esto, en este cap´ıtulo, estudiaremos soluciones de fondo de teor´ıas no
cr´ıticas Tipo II, que incluyan un sector no trivial que pueda ser parametrizado por
una coordenada radial y una coordenada compacta S1. La coordenada radial podra´ ser
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interpretada como una escala de energ´ıa [37], [1], [38].
Presentaremos aqu´ı, la solucio´n correspondiente a la cuerda fundamental doblemen-
te localizada (una de las pocas conocidas) en el vac´ıo de Minkowski veces el cigarro,
soluciones de vac´ıo y soluciones cargadas que representan p-branas que llenan todo
el espacio Minkowski no transverso. Todas las soluciones presentadas aqu´ı se hallan
publicadas en [7] y [8].
El problema de encontrar soluciones a la accio´n de baja energ´ıa de las cuerdas no
cr´ıticas ya ha sido abordado en otros trabajos; las referencias ma´s notables corresponden
a [4] (ver tambie´n [39], [40], [41]). En nuestro caso, en lugar de resolver un conjunto
de ecuaciones BPS, hemos preferido encarar el problema resolviendo directamente el
conjunto completo de ecuaciones acopladas de segundo orden derivadas de dicha accio´n
de baja energ´ıa.
Un punto que es importante remarcar es el siguiente. Muchas de las soluciones
encontradas en el caso no cr´ıtico resultan confiables so´lo en una (gran) regio´n del espacio,
como pasa en el caso [7] y como pasa para algunas de las soluciones presentadas aqu´ı,
de la misma manera que sucede para el caso de cuerdas cr´ıticas con las soluciones de
p-branas. Pero en otros casos, como sucede con las soluciones tipo AdS, la curvatura
es del orden de la unidad, y por tanto no queda claro si estas soluciones no recibira´n
correcciones importantes de los ordenes superiores de la accio´n efectiva. A pesar de esto
adoptaremos la postura seguida en [37], [39], [4], [42], [43], que asume que para el caso
de este tipo de fondos, la estructura conforme de los mismos no sera´ modificada por
las contribuciones de orden superior en la curvatura, a menos de corrimientos en los
para´metros caracter´ısticos.
Este cap´ıtulo esta´ organizado como sigue. En la seccio´n 2, presentamos la accio´n
efectiva para cuerdas no cr´ıticas. En la seccio´n 3, presentamos la solucio´n de cuerda
fundamental en el vac´ıo Minkowski × el cigarro. Vemos aqu´ı que esta solucio´n resul-
ta doblemente localizada en el origen del espacio Minkowski y en el tip del cigarro.
En la seccio´n 4, presentamos, adema´s, el ansa¨tz general de p-branas que llenan todo
el espacio-tiempo. Reducimos, en este caso, el sistema completo de ecuaciones acopla-
das de segundo orden a un par de ecuaciones acopladas ma´s un v´ınculo, “condicio´n de
energ´ıa cero”; ecuaciones (4.62) y (4.63). En la seccio´n 5, obtenemos todas las posibles
soluciones de vac´ıo para esta teor´ıa de baja energ´ıa. E´stas consisten en la solucio´n dada
por el espacio-tiempo de Minkowski veces el dilato´n lineal veces una S1, y una familia
de soluciones en tres para´metros, asinto´tica al vac´ıo antes mencionado. Estas u´ltimas
resultan singulares en general, a excepcio´n de una sub-familia que incluye la bien co-
nocida solucio´n Minkowski × el cigarro. En la seccio´n 6, resolvemos completamente el
problema de encontrar soluciones cargadas NSNS que llenen todo Minkowski. Por otro
lado, adema´s de la solucio´n bien conocida AdS1,2×S1 (representada por la teor´ıa exac-
ta SL(2,ℜ) × U(1)), encontramos varias familias de soluciones que tienen a e´sta por
l´ımite asinto´tico. Notablemente, encontramos adema´s una solucio´n interpretable como
la cuerda fundamental no cr´ıtica embebida en el vac´ıo de dilato´n lineal, y una familia
2-parame´trica de soluciones regulares. Ma´s au´n, recobramos la solucio´n previamente
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hallada en la seccion 3 de la cuerda fundamental en el vac´ıo del cigarro y tres familias
de soluciones singulares y oscilantes de dudosa interpretacio´n f´ısica. En la seccio´n 7,
consideramos el sistema de ecuaciones en el caso de soluciones cargadas de RR. En este
caso, el problema no ha podido ser resuelto completamente debido a que hemos intro-
ducido un anza¨tz particular, que nos lleva a una familia de soluciones 2-parame´tricas
asinto´ticas al espacio tiempo T-dual a AdS1,p+2. E´stas resultan singulares en el IR,
excepto para dos familias de soluciones que son regulares. Via T-dualidad, e´stas pueden
ser mapeadas en familias de espacios de Einstein conformes, con dilato´n constante, que
incluyen al agujero negro AdS encontrado en [4]. Una generalizacio´n de estas u´ltimas
constituira´ el tema central del cap´ıtulo que sigue. Por u´ltimo, en la seccio´n 8, se incluyen
algunas conclusiones de este cap´ıtulo.
4.2. La accio´n de baja energ´ıa para las teor´ıas no cr´ıticas
Como ya menciona´ramos, es posible apartarnos de la dimensio´n cr´ıtica de manera
consistente si admitimos la existencia de campos de fondo no triviales. En esta seccio´n,
repasaremos la formulacio´n de teor´ıas de cuerdas sobre fondos curvos y en presencia de
campos de fondo. Por brevedad en la exposicio´n, so´lo trataremos el caso boso´nico.
Comencemos recordando la accio´n de Polyakov para la parte boso´nica de la cuerda
en D dimensiones planas
Sp = − 1
4πα′
∫
M
d2σ
√
−h(σ)habηµν∂aXµ∂bXν , (4.2)
donde ηµν es la me´trica plana con signatura Minkowski (−,+, ...,+), y hab es la me´trica
en la hoja de mundo con signatura (−,+). De relatividad general, sabemos que si
pretendemos reformular la teor´ıa sobre un espacio curvo debemos reemplazar la me´trica
plana ηµν por una me´trica general Gµν(X) que describa tal espacio curvo. Esto lleva
naturalmente a la siguiente accio´n para la cuerda sobre dicho espacio
Sσ = − 1
4πα′
∫
M
d2σ
√
−h(σ)habGµν(X)∂aXµ∂bXν . (4.3)
Esta teor´ıa se conoce como modelo sigma no lineal. Sin embargo, debemos recordar
que la teor´ıa de cuerdas incluye en su espectro una part´ıcula que puede ser identificada
con el gravito´n, por lo que cabe preguntarse si es consistente esta manera de incluir un
fondo curvo (estado coherente de gravitones). Para ver que esta forma es consistente,
consideremos el caso en que la me´trica de nuestro espacio curvo puede describirse como
la suma de una me´trica plana ma´s una pequen˜a perturbacio´n
Gµν(X) = ηµν + ℓµν(X). (4.4)
Luego, la expresio´n (4.3) resulta
Sσ = − 1
4πα′
∫
M
d2σ
√
−h(σ)hab(ηµν + ℓµν(X))∂aXµ∂bXν . (4.5)
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Esta expresio´n es la que entra en la exponencial de la integral de camino, cuando
estudiamos la teor´ıa cua´ntica
exp(−Sσ) = exp[− 1
4πα′
∫
M
d2σ
√
−h(σ)hab(ηµν + ℓµν)∂aXµ∂bXν ]
= exp(−Sp) exp[− 1
4πα′
∫
M
d2σ
√
−h(σ)habℓµν∂aXµ∂bXν ]
≈ exp(−Sp)[1− 1
4πα′
∫
M
d2σ
√
−h(σ)habℓµν∂aXµ∂bXν ], (4.6)
donde al final hemos usado el desarrollo de la segunda exponencial a primer orden.
De la u´ltima igualdad en (4.6), identificando ℓ(X)µν = −4πgseik·Xζµν , vemos que
una pequen˜a perturbacio´n sobre el espacio plano puede ser interpretada como la inser-
cio´n del operador de ve´rtice del gravito´n [5]. Es decir, una pequen˜a deformacio´n del
espacio plano corresponde a la existencia de un estado de gravito´n. Luego, reemplazar
la me´trica plana por Gµν corresponde a exponenciar el operador de ve´rtice del gravito´n;
es decir, corresponde a un fondo coherente de gravitones. Naturalmente podemos in-
cluir de manera similar los otros dos campos que encontramos cuando estudiamos el
sector no masivo NSNS de cuerdas cerradas en la seccio´n 2.1.2, el tensor antisime´trico
de Kalb-Ramond Bµνy el dilato´n φ [44],
Sσ = − 1
4πα′
∫
M
d2σ
√
−h(σ)[(habGµν(X)+ iǫabBµν(X))∂aXµ∂bXν +α′Rφ(X)]. (4.7)
Claramente, la exigencia de la invarianza de Weyl de la teor´ıa a nivel cua´ntico se
traduce ahora en nuevas funciones β (una por cada campo) que deben anularse. Es
decir, dado que la invarianza de Weyl requiere que la traza del tensor energ´ıa momento
sea nula,
T aa = −
1
2α′
βGµνh
ab∂aX
µ∂bX
ν − i
2α′
βBµνǫ
ab∂aX
µ∂bX
ν − 1
2
βΦR , (4.8)
es necesario que βGµν , β
B
µν , β
Φ sean nulas.
El ca´lculo a segundo orden en las perturbaciones de los campos (primer orden en
α′) muestra que [45] [5]:
βGµν = α
′
(
Rµν + 2∇µ∇νΦ− 1
4
HµκσH
κσ
ν
)
+O(α′2),
βBµν = α
′
(
−1
2
∇κHκµν +∇κΦHκµν
)
+O(α′2),
βΦ = α′
(
D − 26
6α′
− 1
2
∇2Φ+∇κΦ∇κΦ− 1
24
HκµνH
κµν
)
+O(α′2) , (4.9)
donde Hµνκ ≡ ∂µBνκ + ∂νBκµ + ∂κBµν .
Es interesante notar que, dado que diferentes o´rdenes en α′ corresponden a dife-
rentes niveles de energ´ıa, a mayor orden en α′, mayor nivel de energ´ıa. Luego, si bien
so´lo podemos conocer orden por orden las ecuaciones para las betas (4.9), anular estas
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funciones al orden α′ tiene que representar la f´ısica de esta teor´ıa a bajas energ´ıas. Por
otro lado, es notable que anular las funciones beta lleve a ecuaciones para los campos
de fondo que esta´n escritas en forma covariante respecto del espacio-tiempo. De esta
manera, contamos con un conjunto de ecuaciones que deben satisfacer los campos de fon-
do y que representan la f´ısica de baja energ´ıa de la teor´ıa de cuerdas (sector no masivo).
Es posible mostrar que estas ecuaciones pueden ser obtenidas a partir de la siguien-
te accio´n para los campos de fondo
S =
1
2κ20
∫
dDX(−G)1/2e−2Φ
[
R+ 4∇µΦ∇µΦ− 1
12
HµνλH
µνλ
−2(D − 26)
3α′
+O(α′)
]
, (4.10)
en el caso de la cuerda boso´nica. Para la supercuerda, la parte boso´nica de la accio´n de
baja energ´ıa es la misma, donde la constante cosmolo´gica 2(D−26)3α′ , debe ser reemplazada
por (D−10)α′ . De aqu´ı en ma´s, nos referiremos a esta accio´n como la accio´n de baja energ´ıa
para la cuerda no cr´ıtica en el string frame.
Un ana´lisis ra´pido de las ecuaciones (4.9) muestra que e´stas son compatibles con un
dilato´n y campo antisime´trico constante y una me´trica plana, si la dimensio´n del espacio
tiempo es 26 (caso boso´nico). Sin embargo, si nos apartamos de esta dimensio´n cr´ıtica,
las ecuaciones so´lo pueden ser resueltas por configuraciones de campos no triviales. En
las secciones que siguen, nos enfrentaremos al problema de hallar dichas configuraciones.
4.3. La cuerda Fundamental no cr´ıtica
Como vimos, la f´ısica de baja energ´ıa para la cuerda no cr´ıtica puede ser obtenida de
la accio´n (4.10), que corresponde a considerar los campos que representan los modos sin
masa de la cuerda movie´ndose en una variedad D-dimensional MD; ellos son la me´trica
Gmn, el dilato´n Φ, y el tensor antisime´trico de Kalb-Ramond Bmn. La parte boso´nica
de la accio´n efectiva de baja energ´ıa para la supercuerda resulta exactamente la misma
que presentamos en la seccio´n anterior [39],
S[G,B,Φ] =
∫
ǫG e
−2Φ
(
R[G] + 4 (DΦ)2 + Λ2 − 1
2
H2
)
(4.11)
dondeH = dB es la 3-forma intensidad de campo,H2 ≡ 12 HmnHmn, y ǫG = dDx
√−detG
es la forma de volumen del espacio-tiempo D-dimensional. No consideraremos por ahora
taquiones o campos de Ramond-Ramond en (4.11), porque no juegan ningu´n rol en el
problema que queremos estudiar. A menos que se diga lo contrario, trabajaremos en
esta seccio´n en el string frame. La constante cosmolo´gica resulta Λ2 = 2(26−D)3α′ en el
caso boso´nico, y Λ2 = 10−Dα′ =
4
r02
en el caso de supercuerdas.
Consideremos entonces una cuerda fundamental embebida en el espacio-tiempo de
fondo de la siguiente manera X¯m(σ) , donde σ ≡ (σ0, σ1) son las coordenadas de la hoja
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de mundo Σ. La cuerda fundamental se acopla con la carga Q al campo B de acuerdo
con el te´rmino de fuente
SF1 [X¯;B] = Q
∫
Σ
B|pull−back =
∫
MD
B ∧ ∗J , (4.12)
donde la 2-forma de corriente esta´ definida por 1
J =
1
2
Jmn(x; X¯) dx
m ∧ dxn
Jmn(x; X¯) ≡ Q
∫
Σ
dX¯m ∧ dX¯n δDG (x− X¯(σ)) , (4.14)
De la accio´n
S = S[G,B,Φ] + SF1 [X¯;B] , (4.15)
las ecuaciones de movimiento resultan,
Rmn =
1
2
HmpHn
p − 2DmDnΦ
Λ2 = e2Φ D2(e−2Φ)−H2
d
(
e−2Φ ∗H) = − ∗ J (4.16)
En ausencia de fuentes, estas ecuaciones de movimiento admiten como solucio´n el
producto directo del espacio-tiempo de Minkowski d-dimensional y el cigarro, es decir,
el espacio
G0 = η1,d−1 + g˜
Φ0(ρ˜) = Φ˜0 + Φ˜(ρ˜)
H0 = 0 , (4.17)
donde (g˜, Φ˜) es la solucio´n del cigarro (ρ˜ ∈ ℜ+ , θ˜ ∈ S1),
g˜ = r0
2
(
d2ρ˜+ tanh2 ρ˜ d2θ˜
)
e−Φ˜(ρ˜) = cosh ρ˜ . (4.18)
Φ˜0 es el valor del dilato´n en el tip del cigarro ρ˜ = 0, y r0 =
√
k α′ es la escala de
curvatura, R[g˜] = 4
r02
(cosh ρ˜)−2. La constante de acoplamiento efectiva de la cuerda,
gs ≡ eΦ0(ρ˜), esta´ acotada en ρ˜ = 0 por eΦ˜0 , que es un para´metro libre de la teor´ıa.
Notemos aqu´ı que la solucio´n del cigarro es conforme al espacio plano (con coorde-
nadas cartesianas ~z),
δ ≡ d2z1 + d2z2 = e−2 Φ˜(ρ˜) g˜ = d2ρ+ ρ2 d2θ ,
{
ρ = r0 sinh ρ˜
θ = θ˜
(4.19)
1La delta covariante se define como
δDG (x− X¯) ≡ 1√−detG δ
D(x− X¯) ,
∫
MD
ǫG δ
D
G (x− X¯) = 1 , (4.13)
y los ı´ndices son bajados y subidos con la me´trica G.
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4.3.1. El ansa¨tz y la ecuacio´n de movimiento
Consideremos el fondo (4.17)-(4.18) como vac´ıo, y consideremos sobre e´l un objeto
unidimensional cargado frente al campo B a lo largo de las coordenadas (x0, x1) en
Md. Supongamos que este objeto esta´ localizado en el origen r ≡ |~y| = 0 del espacio
transverso ℜd−2 (de coordenads cartesianas ~y), y en el tip del cigarro ρ˜ = 0.
Un ansa¨tz natural para la solucio´n del problema que intentamos estudiar, es uno
que respete: Poincare` en la hoja de mundo, ya que en principio sobre e´sta no hay
ninguna inhomogeneidad que la rompa; SO(d− 2) en el espacio tranverso ℜd−2, ya que
en este espacio estar´ıa representada por un punto; y por el mismo motivo SO(2) sobre
el cigarro. En estas condiciones, el ansa¨tz puede escribirse como
G = A2(r; ρ˜) η1,1 +B
2(r; ρ˜) (dr2 + r2 d2Ωd−3) + C2(r; ρ˜) g˜
Φ = Φ(r; ρ˜)
B = (E(r; ρ˜)− 1) dx0 ∧ dx1 −→ H = dx0 ∧ dx1 ∧ dE . (4.20)
Usando este ansa¨tz, se puede verificar que la corriente (4.14) resulta
J = −Qδd−2δ (~y) δ2δ (~z)
e−2Φ˜(ρ˜)A2
Bd−2C2
dx0 ∧ dx1 . (4.21)
Luego, podemos reescribir las ecuaciones (4.16) en te´rminos de las funciones desco-
nocidas del ansa¨tz (A,B,C,Φ, E). En este punto, en lugar de escribir las ecuaciones
generales en este ansa¨tz, haremos primero las siguientes suposiciones,
B = C = 1 , e2Φ = e2Φ0 A2 , ǫ E = A2 − 1 , (4.22)
donde ǫ2 = 1. Resulta entonces que nos hemos quedado con una u´nica funcio´n desco-
nocida A, y un signo. Definiendo ahora U ≡ A−2, usando la ecuaciones de vac´ıo2
R˜a˜b˜ = −2D˜a˜D˜b˜Φ˜
Λ2 = e2Φ˜ D˜2(e−2Φ˜) , (4.23)
y las relaciones
∗d(e−2Φ ∗H) = −A4 dx0 ∧ dx1Dm
(
e−2Φ
A4
Dm(E)
)
e2ΦDm
(
e−2ΦDm(U)
)
= e2Φ˜Dm(0)
(
e−2Φ˜D(0)m(U)
)
, (4.24)
es posible mostrar que las ecuaciones (4.16) se reducen a la ecuacio´n diferencial
−e2Φ˜Dm(0)(e−2Φ˜D(0)m(U)) = ǫQ e2Φ˜0 δd−2δ (~y) δ2δ (~z). (4.25)
En las ecuaciones (4.24) y (4.25), el sufijo “(0)” denota derivada covariante con respecto
a la me´trica de vac´ıo (4.17); expl´ıcitamente,
l.h.s. (4.25) = − 1
rd−3
(rd−3U
′
)
′ − e2Φ˜D˜c˜
(
e−2Φ˜D˜c˜(U)
)
≡
(
∆+ L˜0
)
(U) , (4.26)
2Denotamos con “˜ ”, las variables, derivadas, campos, en el cigarro.
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donde es posible reconocer en el primer te´rmino el laplaciano en espacio plano (d− 2)-
dimensional. En el segundo te´rmino hemos introducido el operador
L˜0 ≡ −e2Φ˜ D˜c˜ e−2Φ˜ D˜c˜ = − 1
r02
(
∂2ρ˜ + 2 coth(2ρ˜) ∂ρ˜ + coth
2 ρ˜ ∂2
θ˜
)
. (4.27)
Resumiendo, la funcio´n U esta´ determinada por la ecuacio´n diferencial(
∆+ L˜0
)
(U) = ǫQ e2Φ˜0 δd−2δ (~y) δ
2
δ (~z), (4.28)
donde las δ’s que aparecen del lado derecho de las ecuaciones (4.25) (4.28) son respecto
a la me´trica plana.
Dado que la ecuacio´n que intentamos resolver es una ecuacio´n diferencial inho-
moge´nea en dos variables, repasemos para este caso la solucio´n formal de este tipo de
ecuaciones en te´rminos de funciones de Green.
4.3.2. La funcio´n de Green
Sea un espacio me´trico (M,g) producto directo de otros dos, (M1, g1) (con coorde-
nadas gene´ricas x) y (M2, g2) (con coordenadas y). Es decir M =M1×M2, con me´trica
g = g1 + g2. Sean Aˆ1, Aˆ2 dos operadores lineales sobre el espacio de funciones en M1 y
M2, respectivamente. Consideremos la siguiente ecuacio´n diferencial
AˆG(x, y;x0, y0) ≡
(
Aˆ1 + Aˆ2
)
G(x, y;x0, y0) = δg1(x− x0) δg2(y − y0). (4.29)
La funcio´n G(x, y;x0, y0), solucio´n de esta ecuacio´n, es la funcio´n de Green del operador
Aˆ con respecto a la me´trica g.
Asumiendo que existen conjuntos de auto-funciones {um} y {vi}, con autovalores
{λm} y {µi} 3 ,
Aˆ1 um(x) = λm um(x)
Aˆ2 vi(y) = µi vi(y) , (4.30)
donde los ı´ndices m e i corren sobre conjuntos discretos, continuos, o de ambos tipos.
Si los conjuntos de auto-funciones son ortonormales y completos,∫
M1
ǫg1 u
∗
m un = δmn , δg1(x− x0) =
∑
m
u∗m(x0) um(x)∫
M2
ǫg2 v
∗
i vj = δij , δg2(y − y0) =
∑
i
v∗i (y0) vi(y), (4.31)
entonces las funciones de Green para los operadores Aˆ1 , Aˆ2 pueden ser escritas como
G(1)(x, x0) ≡
∑
m
u∗m(x0) um(x)
λm
, Aˆ1G
(1)(x, x0) = δg1(x− x0)
3Por simplicidad, asumiremos que no hay modos cero presentes. En principio, para la existencia de
(4.33), es necesario que Aˆ no tenga modos cero.
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G(2)(y, y0) ≡
∑
i
v∗i (y0) vi(y)
µi
, Aˆ2G
(2)(y, y0) = δg2(y − y0). (4.32)
Definamos ahora
G(x, y;x0, y0) ≡
∑
m,i
u∗m(x0) v∗i (y0) um(x) vi(y)
λm + µi
. (4.33)
Es directo mostrar que
(Aˆ1 + Aˆ2)G(x, y;x0, y0) = δg1(x− x0) δg2(y − y0). (4.34)
Es decir, (4.33) resulta, de acuerdo a (4.29), la funcio´n de Green para el operador
Aˆ ≡ Aˆ1 + Aˆ2.
Vayamos en particular al caso que nos interesa. Primero identificamos Aˆ1 ≡ ∆,
el laplaciano sobre el espacio plano ℜd−2. Un conjunto completo de auto-funciones
ortonormales con respecto a la me´trica plana es
u~p(~y) =
ei~p·~y
(2π)
d−2
2
,
∫
ℜd−2
dd−2~y u∗~p′(~y) u~p(~y) = δ
d−2(~p′ − ~p) (4.35)
con autovalores λ~p = ~p
2 , ~p ∈ ℜd−2.
Por otro lado, identifiquemos Aˆ2 ≡ L˜0, con L˜0 definido como en (4.27); se puede
mostrar que un conjunto completo de auto-funciones de este operador corresponde a 4
vsm(~z) = asm
(
ρ
r0
)|m|
F
(
|m|+ 1
2
+ i s,
|m|+ 1
2
− i s; |m|+ 1;−
(
ρ
r0
)2) ei m θ√
2π
asm =
(
4
π r02
ρm(s)
) 1
2 i−|m|
|m|!
Γ( |m|+12 + i s)
Γ(−|m|+12 + i s)
=
(
4
r02
s Re tanh
(
π (s+ i
m
2
)
)) 12 i−|m|
|m|!
Γ( |m|+12 + i s)
Γ(−|m|+12 + i s)
(4.36)
donde F (a, b; c; z) es la funcio´n hipergeome´trica, y ρm(s) es la medida de Plancherel.
E´stas son ortonormales con respecto a la me´trica plana δ = d~z · d~z = d2ρ + ρ2 d2θ ,
introducida en (4.19),∫
ℜ2
d2~z v∗s′m′(~z) vsm(~z) = δ(s
′ − s) δm′m , (4.37)
y los autovalores de L˜0 esta´n dados por
µsm =
1
r02
(
4 s2 +m2 + 1
)
, s ∈ ℜ+ , m ∈ z (4.38)
A partir de este resultado, podemos construir la funcio´n de Green (4.33).
4Estas son esencialmente funciones de Jacobi P−
1
2
+i s
−m
2
m
2
, ver [46] y las referencias que all´ı se citan.
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4.3.3. La solucio´n
Volvamos entonces a la ecuacio´n (4.28). A partir del resultado de la seccio´n anterior,
vemos que la funcio´n de Green U(r, ρ) contru´ıda como en (4.33) a partir de (4.35) y de
(4.36) (en este caso, independiente de θ) admite, para d > 2, la siguiente representacio´n
integral
U(r, ρ) = 1 + ǫQ e2Φ˜0 ad
∫ ∞
0
dα α−
d−2
2 e
−α− r2
4r2
0
α I(α; ρ)
I(α; ρ) =
∫ ∞
0
ds ρ0(s) e
−4αs2F
(
1
2
+ is,
1
2
− is; 1;−ρ
2
r20
)
ad
−1 = 2d−3π
d+2
2 r0
d−2 . (4.39)
Por lo tanto, hemos hallado la configuracio´n unidimensional de un objeto cargado ante
B, embebido en el vac´ıo (4.17). Este objeto esta´ localizado en el origen de coordenadas
del espacio transverso ℜd−2, y en el tip del cigarro. Naturalmente, debemos identificar
esta solucio´n con la cuerda fundamental no cr´ıtica. La solucio´n esta´ dada entonces por
G = U−1 η1,1 + dr2 + r2 d2Ωd−3 + g˜
e2Φ = e2Φ˜ U−1
H = dx0 ∧ dx1 ∧ dU−1, (4.40)
donde la funcio´n U(r, ρ) esta´ dada en (4.39).
En el caso d = 2, que corresponde a la cuerda que llena todo el espacio Minkowski,
una forma expl´ıcita para U(ρ˜) puede obtenerse,
U(ρ˜) = 1 + β ln
(
1 +
1
sinh2 ρ˜
)
(4.41)
donde β = |Q| e
2φ˜0
4π es una constante nume´rica.
4.4. El Tratamiento general
4.4.1. La accio´n no-cr´ıtica y el ansa¨tz de branas
Dado que hemos sido capaces de encontrar la solucio´n de cuerda fundamental no
cr´ıtica embebida en el vac´ıo Minkowski × el cigarro (4.40), en esta seccio´n nos propo-
nemos realizar un estudio sistema´tico de la accio´n de baja energ´ıa (4.10), pero ahora
permitiendo incluir tambie´n campos de R-R, para poder explorar la posibilidad de
soluciones de branas. Escribamos nuevamente la parte boso´nica de la accio´n de baja
energ´ıa de las teor´ıas de (super)cuerdas no cr´ıticas en D dimensiones en el string frame,
en presencia de campos de formas generales Aq+1 y en la base de vielbeins ω
m:
S[Ψ] =
1
2κD2
∫
ǫG e
−2Φ
(
R[G] + 4 (DΦ)2 + Λ2 − 1
2
∑
q
e(bq+2)Φ (Fq+2)
2
)
(4.42)
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donde Ψ representa el conjunto de campos {Gmn,Φ, Aq+1}, Fq+2 = dAq+1 es el tensor
intensidad de campo asociado al campo de forma Aq+1, y ǫG = ω
0 ∧ · · · ∧ ωD−1 =
dDx
√−detG es el elemento de volumen invariante. La constante bq es igual a −2 para
campos de formas NSNS e igual a 0 para campos de RR, Λ2 es la constante cosmolo´gica,
que suponemos positiva y que identificamos en teor´ıa de cuerdas con 2 (26−D)3α′ y en el
caso de supercuerdas con (10−Dα′ ), y κD
2 es la constante de Newton D-dimensional.
Consideraremos, adema´s, un te´rmino fuente de la forma
Sfuente[Ψ] =
∑
q
µq
∫
Aq+1 ∧ ∗Jq+1 (4.43)
donde µq es la carga ante el campo Aq+1. Las ecuaciones de movimiento resultan ser:
Rmn = −2DmDnΦ+ TAmn
Λ2 = e2ΦD2(e−2Φ) +
∑
q
D (2 + bq)− 2 bq − 4(q + 2)
8
e(2+bq)Φ (Fq+2)
2
d
(
ebq Φ ∗ Fq+2
)
= (−)q Qq ∗ Jq+1 , Qq ≡ 2κD2 µq (4.44)
donde el tensor de energ´ıa-momento, el tensor intensidad de campo y sus contracciones
antes sen˜aladas son 5:
TAmn ≡
∑
q
1
2
e(2+bq)Φ
(
(Fq+2)
2
mn −
2 + bq
4
Gmn (Fq+2)
2
)
(Fq+2)
2
mn ≡
1
(q + 1)!
Gm1n1 . . . Gmq+1nq+1 Fq+2mm1...mq+1Fq+2nn1...nq+1
(Fq+2)
2 ≡ 1
(q + 2)!
Gm1n1 . . . Gmq+2nq+2 Fq+2m1...mq+2Fq+2n1...nq+2 .
(4.45)
Consideremos el siguiente ansa¨tz para los campos:
G = −A2 dx02 + A˜2 d~x2 + C2 dρ2 + C˜2 dz2
Ap+1 = dx
0 ∧ · · · ∧ dxp E(ρ)
Φ = Φ(ρ), (4.46)
donde hemos supuesto que hay un so´lo tipo de carga presente, que corresponde a la
forma Ap+1 (so´lo consideramos q = p). Este ansa¨tz corresponde presumiblemente a una
p-brana negra (Black p-brane) extendida a lo largo de las direcciones (x0, ~x), localizada
a lo largo de la coordenada radial ρ en el espacio transverso 2-dimensional eucl´ıdeo
con coordenadas (ρ, z). Este ansa¨tz tiene simetr´ıa SO(2) y la variable z puede estar
compactificada con un radio de compactificacio´n R, z ∼ z + 2π R, que es usualmente
determinado por la carga. En el ape´ndice A se dan las fo´rmulas ma´s relevantes del
ca´lculo, en relacio´n con este ansa¨tz.
5En teor´ıa de cuerdas, κD
2 ∼ α′D−22 ; la carga de Nq q-branas es |µq | ∼ Nq α′−
q+1
2 , y |Qq| ∼
Nq α
′D−q−3
2 . La normalizacio´n no ha sido fijada, ya que no es trivial en el contexto de teor´ıas de
cuerdas no cr´ıticas.
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4.4.2. Las ecuaciones de movimiento y la solucio´n general
En el caso de p-branas que llenan todo el espacio de Minkowski, el espacio transverso
2-dimensional admite invarianza SO(2), por lo que puede asumirse, para las funciones
del ansa¨tz, una dependencia so´lo en la “coordenada radial” ρ del espacio transverso de
fondo deformado (dilato´n lineal, cigarro, etc; ver seccio´n 4.5). Notar que, por lo tanto,
C(ρ) resultara´ definido a menos de reparametrizaciones en la coordenada ρ (en efecto,
e´sta transforma como una 1-forma, mientras que el resto de las funciones de la me´trica
lo hacen como escalares). Resulta natural entonces pasar a una variable que se comporte
como escalar ante estos difeomorfismos. Esto se logra introduciendo la coordenada x,
definida de la siguiente manera 6:
x =
∫ ρ dρ
H(ρ)
, ∂x = H(ρ) ∂ρ
H ≡ F1 e
−2Φ
C2
= A A˜p C˜ e−2Φ C−1 (4.47)
Notar que H es un vector y F1 es otra 1-forma, por lo tanto H C es un escalar. Luego
C(ρ) dρ = H C dx (4.48)
resulta una relacio´n u´til para escribir la me´trica. En te´rminos de esta coordenada y de-
notando con prima las derivadas respecto de esta variable, las ecuaciones de movimiento
(A.13)-(A.18) resultan:
(lnA)′′ =
2− bp
8
e(2+bp)Φ
(AA˜p)2
E′2 (4.49)
(ln A˜)′′ =
2− bp
8
e(2+bp)Φ
(AA˜p)2
E′2 (4.50)
(ln C˜)′′ = −2 + bp
8
e(2+bp)Φ
(AA˜p)2
E′2 (4.51)
(ln e−2Φ)′′ = Λ2 (H C)2 − 2− bp
8
(p+ 1)
e(2+bp)Φ
(AA˜p)2
E′2 (4.52)
(
e(2+bp)Φ
(AA˜p)2
E′
)′
= (−)p+1Qp (H C)
2
AA˜p
e2Φ δ2G⊥ (4.53)
−(lnH C)′′ + (lnH C)′2 = (lnA)′2 + p (ln A˜)′2 + (ln C˜)′2 − 2− bp
8
e(2+bp)Φ
(AA˜p)2
E′2
(4.54)
Hemos escrito, al final, la ecuacio´n para la funcio´n C, que tomaremos como v´ınculo
proveniente de la necesidad de fijar el gauge cuando introducimos la variable x.
6En lo que sigue x sera´ considerada no negativa, a menos que se indique lo contrario.
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Para comenzar, resolveremos estas ecuaciones en la regio´n exterior a las fuentes. La
ecuacio´n (4.53) en este caso tiene como solucio´n a
E′ = q
(
A A˜p
)2
e−(2+bp)Φ (4.55)
donde q esta´ relacionada con Qp por la expresio´n (obtenida por integracio´n de (4.44)):
q =
Qp
Vz
, Vz =
∫
dz. (4.56)
La solucio´n de (4.49) es
A = eαx A˜, (4.57)
mientras que la solucio´n de (4.51) resulta
C˜ = eγ x A˜
− 2+bp
2−bp , (4.58)
donde α y γ son constantes arbitrarias. Nos quedan entonces dos ecuaciones, (4.50) y
(4.52), ma´s un v´ınculo (4.54). Para resolver, introduciremos las siguientes funciones 7
f1(x) ≡ (HC)2 =
(
A A˜p C˜ e−2Φ
)2
=
(
e(α+γ) x A˜
p+1− 2+bp
2−bp e−2Φ
)2
Vz
2 f2(x) ≡
(
H C
C˜
)2
e(2−bp)Φ =
(
A A˜p
)2
e−(2+bp)Φ =
(
eαx A˜p+1
)2
e−(2+bp)Φ
. (4.59)
En te´rminos de estas funciones, la solucio´n para los campos esta´ dada por
G = A˜2
(−e2αx dx02 + d~x2)+ f1(x) dx2 + e2γ x A˜−2 2+bp2−bp dz2
e2σΦ = e
2
(
2+bp
2−bp
α+(p+1)γ
)
x (Vz
2 f2)
p+1− 2+bp
2−bp
f1p+1
Fp+2 = Vz Qp f2(x) dx ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp, (4.60)
donde
A˜2σ = Vz
4 e(−(2−bp)α+(2+bp)γ) x
f2
2
f1
2+bp
2
σ ≡ 1
2
(
(2− bp)(p + 1) + (2 + bp)
2
2− bp
)
. (4.61)
No es dif´ıcil ver que las ecuaciones (4.50) y (4.52) pueden ser reescritas en te´rminos de
f1, f2 en la forma siguiente
(ln f1)
′′ = 2Λ2 f1 − 2 + bp
4
Qp
2 f2
7Hemos descartado las constantes que pueden ser absorbidas via redefiniciones o re-escaleos de las
coordenadas (xµ, z).
53
(ln f2)
′′ =
2 + bp
2
Λ2 f1 +
(2− bp)2
16
(p+ 1)Q2p f2, (4.62)
mientras que el v´ınculo (4.54) resulta
−1
2
(ln f1)
′′ +
1
4
(ln f1)
′ 2 =
(
(ln A˜)′ + α
)2
+ p (ln A˜)′2 +
(
−2 + bp
2− bp (ln A˜)
′ + γ
)2
− 2− bp
8
Qp
2 f2
2σ (ln A˜)′ = −(2− bp)α+ (2 + bp) γ +
(
ln
f2
2
f1
2+bp
2
)′
. (4.63)
En conclusio´n, la solucio´n general (4.60) para p-branas que llenan todo el espacio-
tiempo en teor´ıas no cr´ıticas ( space-time filling, non critical p-branes), esta´ determinada
por el sistema (4.62) y el v´ınculo (4.63).
En lo que sigue, haremos una bu´squeda sistema´tica de las posibles soluciones, em-
pezando por el caso ma´s simple.
4.5. Soluciones no cargadas Qp = 0; el vac´ıo
Las soluciones no cargadas corresponden a las soluciones de vac´ıo de las teor´ıas no
cr´ıticas. En este caso, el sistema (4.62) se reduce a
(ln f1)
′′ = 2Λ2 f1
(ln f2)
′′ =
2 + bp
2
Λ2 f1 (4.64)
Reemplazando la primer solucio´n en la segunda, se obtiene f2 en te´rminos de f1
f2(x) = e
ǫ0+ǫ x f1(x)
2+bp
4 (4.65)
donde ǫ0, ǫ son constantes arbitrarias. Para resolver f1, reescribimos la primer ecuacio´n
en la forma siguiente
(ln f1)
′′ = 2Λ2 f1 ←→ 1
f1
d
dx
(
1
f1
d
dx
f1(x)
)
= 2Λ2 ←→ d
2f1
dy2
= 2Λ2 (4.66)
donde hemos introducido formalmente la primitiva y(x) (relevante a menos de una
constante)
y(x) =
∫ x
dx f1(x) ←→ f1(x) = y′(x) (4.67)
Integrando trivialmente en (4.66) obtenemos
f1(x) = y
′(x) = Λ 2 y(x) 2 + 2β y(x) + γ (4.68)
donde β, γ son constantes de integracio´n arbitrarias, y las soluciones generales son
x− x0 =
∫ y(x) dy
Λ 2 y 2 + 2β y + γ
=


1
2
√−∆ ln
∣∣∣Λ2y+β−√−∆
Λ2y+β+
√−∆
∣∣∣ , ∆ < 0
− 1Λ2y+β , ∆ = 0
1√
∆
arctan Λ
2y+β√
∆
, , ∆ > 0
(4.69)
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donde ∆ = Λ2 γ − β2. Vemos entonces que hay tres ramas posibles para las soluciones,
dependiendo del signo de ∆. Los correspondientes valores de y(x) son:
Λ2 y(x)+β =


−√−∆ coth (√−∆(x− x0)) , |Λ2 y(x) + β| > √−∆
−√−∆ tanh (√−∆(x− x0)) , |Λ2 y(x) + β| < √−∆ , ∆ < 0
− 1x−x0 , ∆ = 0√
∆ tan
(√
∆(x− x0)
)
, ∆ > 0
(4.70)
que llevan, de acuerdo con (4.68), a
f1(x) =


− ∆
Λ2
1
sinh2(
√−∆(x−x0)) , |Λ
2 y(x) + β| > √−∆
+ ∆
Λ2
1
cosh2(
√−∆(x−x0)) , |Λ
2 y(x) + β| < √−∆ , ∆ < 0
1
Λ2 (x−x0)2 , ∆ = 0
∆
Λ2
1
cos2(
√
∆(x−x0)) , ∆ > 0 .
(4.71)
Vemos que f1 depende de dos para´metros libres, x0 y ∆, mientras que la solucio´n total
(4.60) depende adema´s en forma no trivial (ver ma´s adelante) de α, ǫ, γ. Pasemos a
analizar cada una de estas ramas por separado.
4.5.1. Soluciones con ∆ = 0; El dilato´n lineal
En este caso, la ecuacio´n del v´ınculo (4.63) impone la condicio´n α = ǫ = γ = 0, y
de (4.71) tenemos
f1 =
1
Λ2 (x− x0)2
f2 = e
ǫ0
(
1
Λ2 (x− x0)2
)2+bp
4
. (4.72)
Introduciendo la variable Y = −Λ−1 ln(Λ |x− x0|), y luego de reescaleos y redefini-
ciones triviales, obtenemos
G = η1,p + dY
2 + r′0
2 dθ2
Φ = Φ0 − 1
r0
Y , r0 ≡ 2
Λ
. (4.73)
Esta solucio´n es el producto directo del espacio-tiempo de Minkowski (p+1)-dimensional
y la solucio´n de dilato´n lineal veces una S1 (asumiendo θ ∼ θ+2π) de radio arbitrario
r′0. El dilato´n lineal es una solucio´n ampliamente conocida y discutida en la literatura
(ver [47], [48]). Se conoce adema´s que una rotacio´n de Wick sobre esta solucio´n lleva a
una nueva solucio´n de tipo cosmolo´gica [49] 8.
8Sobre modelos cosmolo´gicos de teor´ıas de cuerdas, ver [50], [51].
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4.5.2. Soluciones con ∆ < 0; El cigarro y ma´s
De la definicio´n (4.59), f1 = (H C)
2 > 0, y por lo tanto la solucio´n f´ısicamente
relevante en (4.71) es la primera, luego
f1(x) =
−∆
Λ2
1
sinh2
(√−∆(x− x0))
f2(x) = e
ǫ0+ǫ x
(
−∆
Λ2
1
sinh2
(√−∆(x− x0))
) 2+bp
4
(4.74)
despue´s de redefiniciones varias, la solucio´n general que se obtiene es:
G = −e−2ax dx02 + e−2e x d~x2 + 1
Λ2
dx2
sinh2 x
+ e−2g x dz2
e2Φ = 2 e2Φ0 e−ϕx | sinhx| , ϕ ≡ a+ p e+ g (4.75)
mientras que la ecuacio´n de v´ınculo (4.63) resulta
a2 + p e2 + g2 = 1. (4.76)
Podemos poner la solucio´n en una forma ma´s familiar introduciendo las variables ρ y θ
e−x ≡ tanh ρ , θ ≡ Λ
2
z, (4.77)
en te´rminos de las cuales, y despue´s de re-escalear las coordenadas xµ, la solucio´n se
escribe como
G = −(tanh ρ)2a dx02 + (tanh ρ)2e d~x2 + 4
Λ2
(
dρ2 + (tanh ρ)2g dθ2
)
e2Φ = e2Φ0
(sinh ρ)ϕ−1
(cosh ρ)ϕ+1
, ϕ ≡ a+ p e+ g
1 = a2 + p e2 + g2. (4.78)
La solucio´n queda determinada, adema´s de por la constante Φ0, por tres para´metros
a, e, g, que debera´n satisfacer la ecuacio´n del v´ınculo en (4.78). Toda esta familia de
soluciones va asinto´ticamente, para ρ grande, a la solucio´n de dilato´n lineal de la seccio´n
anterior. De esta familia, hay algunas soluciones particulares que son bien conocidas.
a = e = 0 , g = 1
En este caso, la solucio´n de vac´ıo que se obtiene corresponde al producto directo del
espacio-tiempo de Minkowski (p+ 1)-dimensional con el cigarro con escala r0 =
2
Λ
G = η1,p + r
2
0
(
d2ρ+ tanh2 ρ dθ2
)
e2Φ = e2Φ0
1
cosh2 ρ
(4.79)
Aqu´ı, se impone periodicidad, θ ∼ θ+2π, para evitar la singularidad co´nica en el origen
ρ = 0.
56
a = e = 0 , g = −1
Obtenemos, en este caso, la solucio´n de vac´ıo que corresponde al producto directo
del espacio-tiempo (p+ 1)-dimensional de Minkowski veces la trompeta
G = η1,p + r
2
0
(
d2ρ+ coth2 ρ dθ2
)
e2Φ = e2Φ0
1
sinh2 ρ
. (4.80)
Esta solucio´n es singular en el origen ρ = 0. Sin embargo, es bien sabido que el cigarro
y la trompeta son soluciones T-duales una de la otra. Ambas soluciones corresponden
a soluciones exactas de teor´ıas CFT en la hoja de mundo, conocidas como modelos de
Wess-Zumino-Witten-Novikov (WZWN) gaugeados SL(2,ℜ)/U(1), con gauge vectorial
y axial, respectivamente [34],[46].
Es interesante notar que todas las soluciones presentan un dilato´n no trivial. Sin
embargo, para aquellas en las que ϕ ≥ 1, el acoplamiento de la cuerda gs ≡ eΦ esta´ aco-
tado en todos lados, lo que asegura que el set-up perturbativo de la teor´ıa de cuerdas
esta´ bajo control. Adema´s de estas soluciones, hay una familia 2-parame´trica de solu-
ciones, aquellas que saturan la desigualdad ϕ = 1, con caracter´ısticas especiales. En
primer lugar, e´stas presentan el mismo dilato´n que la solucio´n del cigarro, y lo que es
ma´s, del escalar de Ricci de estas soluciones,
R =
Λ2
4
4 sinh2 ρ− (ϕ− 1)2 + 1− a2 − p e2 − g2
sinh2 ρ cosh2 ρ
=
1
r02
4 sinh2 ρ− (ϕ− 1)2
sinh2 ρ cosh2 ρ
(4.81)
donde, en el u´ltimo paso, hemos usado el v´ınculo (4.78). Se ve que estas soluciones son
las u´nicas regulares, su escalar de curvatura es el mismo que el del cigarro. En contraste
con la solucio´n del cigarro, las otras soluciones presentan un factor de wrapping que
diverge en ρ = 0. Para la familia 2-parame´trica ϕ = 1, el tensor de Ricci resulta
R00 = − 2 a
r02
1
cosh2 ρ
, RIJ =
2 e
r02
1
cosh2 ρ
δIJ
Rp+1p+1 =
2
r02
1
cosh2 ρ
, Rp+2p+2 =
2 g
r02
1
cosh2 ρ
. (4.82)
Ser´ıa interesante poder determinar si alguna de estas soluciones (4.78) posee una
descripcio´n como CFT exacta, como ocurre con la trompeta y el cigarro. Cabe men-
cionar que en la referencia [52] el espacio de Einstein correspondiente a la solucio´n
a = e = g = 1√
p+2
(ϕ =
√
p+ 2) ha sido considerado, mientras que la sub-familia de
vac´ıos con a = e ha aparecido recientemente [4].
4.5.3. Soluciones con ∆ > 0
La familia de soluciones esta´ dada por
G = −e−2 a x dx02 + e−2 e x d~x2 + 1
Λ2
dx2
cos2 x
+ e−2 g x dz2
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e2Φ = 2 e2Φ0 e−ϕx | cos x| , ϕ ≡ a+ p e+ g (4.83)
donde el v´ınculo (4.76) es ahora reemplazado por
a2 + p e2 + g2 = −1. (4.84)
Conclu´ımos que, en este caso, no existe solucio´n para la rama ∆ > 0.
Con esto, hemos terminado el ana´lisis de todas las posibles soluciones no cargadas.
Pasemos entonces al caso de las soluciones cargadas.
4.6. Soluciones cargadas NSNS, Qp 6= 0 , bp = −2
Desde el punto de vista de teor´ıa de cuerdas, estas soluciones son so´lo relevantes para
el caso particular de p = 1, con la identificacio´n del campo de gauge A2 con la 2-forma
de gauge de Kalb-Ramond usual, B, bajo la cual se carga la cuerda fundamental. Por
completitud, dejamos libre p, que sera´ fijado luego para los casos f´ısicamente relevantes.
En este caso, las ecuaciones (4.62) para las fi’s se desacoplan,
(ln f1)
′′ = 2Λ2 f1
(ln f2)
′′ = (p+ 1)Qp2 f2. (4.85)
Las soluciones para estas ecuaciones ya fueron encontradas en la seccio´n anterior. De
(4.71) y de la positividad de las funciones fi
f1(x) =


−∆1
Λ2
1
sinh2(
√−∆1 (x−x1)) , ∆1 < 0
1
Λ2 (x−x1)2 , ∆1 = 0
∆1
Λ2
1
cos2(
√
∆1 (x−x1)) , ∆1 > 0
(4.86)
f2(x) =


−2∆2
(p+1)Qp2
1
sinh2(
√−∆2 (x−x2)) , ∆2 < 0
2
(p+1)Qp2
1
(x−x2)2 , ∆2 = 0
2∆2
(p+1)Qp2
1
cos2(
√
∆2 (x−x2)) , ∆2 > 0
(4.87)
donde ∆i, xi, son constantes arbitrarias. Los campos son expresados como en (4.60):
G = e
− 2α
p+1
x
f2
1
p+1
(−e2αx dx02 + d~x2)+ f1(x) dx2 + e2γ x dz2
e4Φ = Vz
2 e2γ x
f2
f1
Fp+2 = Qp f2(x) dx ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp (4.88)
y, entonces, quedan determinados por las elecciones posibles de f1 y f2, y la imposicio´n
del v´ınculo (4.63), que queda expresado de esta manera
∆2
p+ 1
−∆1 = p
p+ 1
α2 + γ2. (4.89)
Las soluciones dependen de los para´metros α, γ,∆i, xi.
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Estas soluciones se detallan a continuacio´n 9.
1. ∆1 = ∆2 = 0
G = |x− x0|−
2
p+1 η1,p +
1
Λ2
dx2
x2
+R1
2 dθ2
e2Φ = e2Φ0
∣∣∣1− x0
x
∣∣∣−1
Fp+2 = s(q)
√
2
p+ 1
1
(x− x0)2 dx ∧ dx
0 ∧ · · · ∧ dxp (4.90)
donde s(q) ≡ sign(q), y θ ∼ θ + 2π, y donde el radio de la S1 es fijado a
R1 =
√
p+ 1
2
|Qp| e2Φ0
2πΛ
. (4.91)
Dependiendo del valor de x0, tenemos 3 posibilidades.
Si x0 = 0, con x = (r0 u)
−p−1, la solucio´n resulta
G = r0
2
(
du2
u2
+ u2 η1,p
)
+R1
2 dθ2 , r0 ≡ p+ 1
Λ
Φ = Φ0
Fp+2 = −s(q)
√
2 (p + 1) r0
p+1 up du ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp. (4.92)
Se trata de un espacio AdS1,p+1|r0×S1|R1 , con dilato´n constante. Este fondo (para
el caso de p = 1) es bien conocido; es una solucio´n exacta (super) CFT definida
por el modelo de WZWN Sl(2,ℜ)−k × U(1)|R1 con nivel (k)k − 2 = 4α′ Λ2 [53].
Si x0 < 0, despues de re-escalear x
µ, x→ |x0|
1
p+1 xµ , |x0|x, e introducir la variable
radial r
1
1 + x
= 1−
(rh
r
)p+1
= f(r), , rh < r <∞ (4.93)
la solucio´n toma la forma,
G = f(r)
2
p+1 η1,p + r0
2 dr
2
r2 f(r)2
+R1
2 dθ2
e2Φ = e2Φ0
(rh
r
)p+1
Fp+2 = s(q)
√
2 (p + 1)
rh
p+1
rp+2
dr ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp. (4.94)
9Alertamos al lector que las expresiones de los campos se obtuvieron luego de redefiniciones, etc,
como en la seccio´n 3, y por lo tanto, la coordenada x no esta´ definida en (4.47).
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Se ve que esta solucio´n interpola entre el vac´ıo de dilato´n lineal de la seccio´n 4.2
(para r grande, r ≫ rh) y el espacio AdS1,p+1|r0×S1|R1 de (4.92) (para r → rh+).
Nos vemos en este punto tentados de identificar esta solucio´n (para p=1) con la
cuerda fundamental (F1) sobre un vac´ıo de dilato´n lineal, el espacio AdS ser´ıa el
near horizon limit que borra la regio´n del vac´ıo, como pasa en teor´ıas de cuerdas
cr´ıticas con las soluciones de branas usuales 10. La curvatura escalar se muestra
en la Figura 4.1.
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Figura 4.1: La curva muestra α′R como funcio´n de ρ = r/rh, donde R es la curvatura
escalar correspondiente a (4.94) y 1 < ρ <∞.
Finalmente, si x0 > 0, obtenemos
G = r0
2
(
u2 η1,p +
(
1 + (r0 u)
p+1
)−2 du2
u2
)
+R1
2 dθ2
e2Φ = e2Φ0
(
1 + (r0 u)
p+1
)
Fp+2 = −s(q)
√
2 (p + 1) r0
p+1 up du ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp, (4.96)
que va a un espacio AdS1,p+1|r0 × S1|R1 para r0 u→ 0, pero que es singular en la
regio´n u grande, r0 u→∞. La curvatura escalar se muestra en la Figura 4.2.
10Este near horizon limit puede hacerse formalmente introduciendo la variable u,
(r0 u)
p+1 =
(
r
rh
)p+1
− 1 (4.95)
y tomando el l´ımite de baja energ´ıa r0 → 0, a u fijo. Una relacio´n similar es considerada en la referencia
[54].
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Figura 4.2: La curva muestra α′R como funcio´n de ρ = r0 u, donde R es el escalar de
curvatura correspondiente a (4.96) y 0 < ρ <∞.
2. ∆1 < 0 , ∆2 = 0
G =
e−
2 a
p+1
x
|x− x0|
2
p+1
(−e2 a x dx02 + dx2)+ 1
Λ2
dx2
sinh2 x
+R1
2 e2 g x dθ2
e2Φ = e2Φ0 eg x
∣∣∣∣ sinhxx− x0
∣∣∣∣
Fp+2 = s(q)
√
2
p+ 1
1
(x− x0)2 dx ∧ dx
0 ∧ · · · ∧ dxp
1 =
p
p+ 1
a2 + g2 (4.97)
donde R1 es el dado en (4.91). Se trata de una familia 3-parame´trica de soluciones,
con 3 ramas diferentes, dependiendo del signo de x0. Nos concentramos en la
solucio´n con a = 0, g = −1, que tiene un dilato´n acotado para x grande. Hacemos
un cambio de variables conveniente e−x = tanh ρ.
Si x0 = 0, tenemos
G = | ln tanh ρ|− 2p+1 η1,p + 4
Λ2
dρ2 +R1
2 tanh2 ρ dθ2
e−2Φ = 2 e−2Φ0 cosh2 ρ | ln tanh ρ|
Fp+2 = −s(q)
√
2
p+ 1
1
sinh ρ cosh ρ (ln tanh ρ)2
dρ ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp
(4.98)
La solucio´n resulta, para ρ grande, asinto´tica a AdS1,p+1| p+1
Λ
× S1|R1 solucio´n de
(4.92), pero es singular en ρ = 0, donde el volumen de mundo de la brana se reduce
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a cero, y el espacio transverso ℜ2 presenta una singularidad co´nica en el origen.
E´sta puede salvarse imponiendo la relacio´n R1 =
2
Λ (y entonces, |Qp| e2Φ0 ∼ 1),
en cuyo caso el espacio transverso es justo el cigarro. El escalar de curvatura se
muestra en la figura 4.3.
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Figura 4.3: La curva muestra α′R como funcio´n de ρ, donde R es el escalar de curvatura
correspondiente a (4.98), r0 = 2/Λ, y 0 < ρ <∞.
Si x0 6= 0, luego de reescalear xµ → |x0|
1
p+1 xµ, y de redefinir e2Φ0 → 2 |x0| e2Φ0 ,
la solucio´n queda,
G = |U(ρ)|− 2p+1 η1,p + 4
Λ2
(
dρ2 + tanh2 ρ dθ2
)
e−2Φ = e−2Φ0 cosh2 ρ |U(ρ)|
Fp+2 = s(q x0)
√
2
p+ 1
dU(ρ)−1 ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp, (4.99)
donde 11
U(ρ) = 1 +
1
x0
ln tanh ρ , |x0| ≡
√
2
p+ 1
2π
|Qp| e
−2Φ0 < 0. (4.100)
Si x0 < 0, identificamos la solucio´n (para p = 1) con una cuerda fundamental no
cr´ıtica sobre el vac´ıo del cigarro. Por otro lado, las soluciones con x0 > 0 presentan
singularidad en ρ = ρ0, tanh ρ0 = e
− 2π
|Qp|e
2Φ0 . La solucion para x0 < 0 es la que
encontramos en la seccio´n 4.3 para el caso d = 2. La curvatura escalar de estas
soluciones se muestra en la Figura 4.4.
11Esta eleccio´n de |x0| lleva al cigarro como espacio transverso.
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Figura 4.4: Las curvas muestran α′R como funcio´n de ρ para diferentes valores de x0,
donde R es el escalar de curvatura correspondiente a (4.99).
3. ∆1 < 0 , ∆2 < 0
G =
(
e−ax
| sinh (k (x− x0)) |
) 2
p+1 (−e2 axdx02 + d~x2)+ 1
Λ2
dx2
sinh2 x
+Rk
2 e2 g x dθ2
e2Φ = e2Φ0
eg x | sinhx|
| sinh(k (x− x0))|
Fp+2 = s(q)
√
2
p+ 1
k
sinh2(k (x− x0))
dx ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp
1 =
p
p+ 1
a2 + g2 +
k2
p+ 1
, 0 < k ≤
√
p+ 1 (4.101)
La familia de soluciones depende adema´s de Φ0 y x0, de los para´metros a, g, k, que
deben satisfacer el v´ınculo de (4.101), mientras que el radio de la S1 esta´ dado
por
Rk =
√
p+ 1
2
|Qp| e2Φ0
2π kΛ
. (4.102)
Las soluciones con g + 1 − k ≤ 0 son especiales en el sentido que, como en la
seccio´n 3.2, tienen el string coupling acotado en todos lados. Ma´s au´n, su curvatura
escalar toma la forma
1
Λ2
R = 1− 5
2
(
k sinhx
sinh(k(x− x0))
)2
−
(
g sinhx+ coshx− k sinhx
tanh(k(x− x0))
)2
(4.103)
de donde se sigue que, si la condicio´n k − 1 = g ≥ 0 se cumple, no so´lo el string
coupling esta´ acotado en todos lados, sino que adema´s la curvatura es no singular
en x =∞. Nos concentraremos en estas sub-familias.
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Si x0 = 0, toda la familia resulta asinto´tica a AdS1,p+1| p+1
Λ
×S1|Rk cuando x→ 0.
En nuestro contexto de cuerdas, esto significa que la sub-familia de 2 para´metros
con g = k − 1 ≥ 0 y k = 23 (1 +
√
1− 34a2) determinados por el v´ınculo, presenta
curvatura regular en todos lados y es asinto´tica a AdS1,2| 2
Λ
× S1|Rk .
Si x0 > 0, las soluciones desarrollan una singularidad en x = x0 y no son extensi-
bles a x = 0. Por otro lado, si x0 < 0, las soluciones resultan asinto´ticas al dilato´n
lineal, cuando x → 0. La curvatura escalar de varios de los casos considerados
aqu´ı se muestra en la Figura 4.5.
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Figura 4.5: La curva muestra α′R como funcio´n de x para diferentes valores de x0, y
para g = 0 , a = k = 1; R es el escalar de curvatura (4.103).
4. ∆1 = 0 , ∆2 > 0.
G =
(
e−ax
| cos(x− x0)|
) 2
p+1 (−e2 a x dx02 + d~x2)+ 1
Λ2
dx2
x2
+R1
2 e2g x dθ2
e2Φ = e2Φ0
eg x |x|
| cos(x− x0)|
Fp+2 = s(q)
√
2
p+ 1
1
cos2(x− x0) dx ∧ dx
0 ∧ · · · ∧ dxp
1
p+ 1
=
p
p+ 1
a2 + g2 (4.104)
donde R1 esta´ dado por (4.102). Todos los miembros de la familia tienen el string
coupling acotado y son perio´dicamente singulares. No queda claro si e´stas tienen
algu´n sentido f´ısico. La curvatura escalar es mostrada en la Figura 4.6 para valores
particulares de a, g.
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Figura 4.6: Las curvas muestran α′R como funcio´n de x para diferentes valores de x0,
donde R es la curvatura escalar correspondiente a (4.104) para a = 1 y g = 0.
5. ∆1 < 0 , ∆2 > 0.
G =
(
e−ax
| cos (k (x− x0)) |
) 2
p+1 (−e2 axdx02 + d~x2)+ 1
Λ2
dx2
sinh2 x
+Rk
2e2g xdθ2
e2Φ = e2Φ0
eg x | sinhx|
| cos (k (x− x0)) |
Fp+2 = s(q)
√
2
p+ 1
k
cos2 (k (x− x0)) dx ∧ dx
0 ∧ · · · ∧ dxp
k2
p+ 1
=
p
p+ 1
a2 + g2 − 1 , k > 0 (4.105)
Como para la solucio´n (4.104), e´stas dif´ıcilmente tengan sentido f´ısico. El escalar
de curvatura se muestra en la Figura 4.7.
6. ∆1 > 0 , ∆2 > 0.
G =
(
e− ax
| cos (k (x− x0)) |
) 2
p+1 (−e2 ax dx02 + d~x2)+ 1
Λ2
dx2
cos2 x
+Rk
2 e2g x dθ2
e2Φ = e2Φ0
eg x | cos x|
| cos (k (x− x0)) |
Fp+2 = s(q)
√
2
p+ 1
k
cos2 (k (x− x0)) dx ∧ dx
0 ∧ · · · ∧ dxp
k2
p+ 1
=
p
p+ 1
a2 + g2 + 1 , k ≥
√
p+ 1. (4.106)
El comentario hecho para las familias (4.104) y (4.105) tambie´n se aplica aqu´ı. El
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Figura 4.7: Las curvas muestran α′R como funcio´n de x para diferentes valores de x0
y k = a = g = 1, donde R es el escalar de curvatura correspondiente a (4.105).
comportamiento de la curvatura escalar de e´stas es similar a las anteriores y por
eso no las mostramos.
4.7. Soluciones cargadas RR, bp = 0
En lugar de trabajar con bp 6= −2 arbitrario, nos focalizaremos en el caso bp = 0,
que corresponde al caso en que el dilato´n se desacopla en el string frame del campo de
R-R, Ap+1.
De (4.60) tenemos
G = A˜2
(−e2αx dx02 + d~x2)+ f1(x) dx2 + e2γ x A˜−2 dz2
e2(p+2)Φ = Vz
2p e2(α+(p+1)γ) x
f2
p
f1p+1
Fp+2 = Vz Qp f2(x) dx ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp (4.107)
donde
A˜2(p+2) = Vz
4 e2 (−α+γ) x
f2
2
f1
(4.108)
El v´ınculo (4.63) deviene
−1
2
(ln f1)
′′ +
1
4
(ln f1)
′ 2 =
(
(ln A˜)′ + α
)2
+ p (ln A˜)′2 +
(
(ln A˜)′ − γ
)2 − Qp2
4
f2
2 (p + 2) (ln A˜)′ = −2α+ 2 γ +
(
ln
f2
2
f1
)′
(4.109)
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En contraste con los casos tratados en las secciones anteriores 3 y 4, no hemos sido
capaces de resolver en forma completamente general el conjunto de ecuaciones (4.62).
So´lo hemos logrado resolverlas a trave´s del siguiente ansa¨tz,
f1(x) = f(x) , f2(x) =
4
p+ 3
Λ2
Qp2
f(x). (4.110)
En este caso, las ecuaciones (4.62) se reducen a
(ln f)′′ = 2
p+ 2
p+ 3
Λ2 f. (4.111)
Las posibles soluciones para valores no negativos de f fueron analizadas en las
secciones anteriores (ecuaciones (4.71)). Tenemos nuevamente 3 casos, sin embargo, el
v´ınculo (4.109) resulta
−∆ = α2 + γ2 + 2
p+ 1
α γ, (4.112)
que deja afuera automa´ticamente la opcio´n ∆ > 0.
4.7.1. Soluciones con ∆ = 0
Las funciones f1, f2 en (4.110) son
f1(x) =
p+ 3
p+ 2
1
Λ2
1
(x− x0)2 , f2(x) =
4
p+ 2
1
Qp2
1
(x− x0)2 (4.113)
y, teniendo en cuenta (4.112), obtenemos la siguiente solucio´n
G = l0
2
(
u2 η1,p +
du2
u2
)
+
R0
2
(l0 u)2
dθ2
e−2Φ = e−2Φ0 (l0 u)2
Fp+2 = s(q) 2
√
p+ 2 e−Φ0 l0p+2 up+1 du ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp (4.114)
donde la escala l0 y el radio R0 de la S
1 son
l0 =
√
(p+ 2)(p + 3)Λ−1 , R0 =
|Qp| eΦ0
4π
√
p+ 2
l0. (4.115)
E´ste es un espacio AdS1,p+1 con escala l0, veces una S
1 con un radio que depende
de la coordenada u. Esto fuerza a un dilato´n que corre con dicha variable y que, por lo
tanto, lleva a una solucio´n no conforme. Para u grande, u ≫ l−10 , la S1 toma taman˜o
nulo, y la solucio´n se reduce a AdS1,p+1|l0 ; en cambio para u ≪ l0−1 es el volumen de
mundo de la Dp el que va a cero, dejando como espacio transverso AdS2, con la misma
escala l0. El tensor de Ricci resulta
Rµν = − p
l02
ηµν , Rp+1,p+1 = −p+ 2
l02
, Rp+2,p+2 =
p
l02
(4.116)
de donde la curvatura escalar resulta constante
R = −(p2 + p+ 2) 1
l02
. (4.117)
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Si bien, como se ve, la solucio´n es regular en todos lados, el dilato´n diverge cuando
u → 0+. Es interesante notar que esta solucio´n corresponde a realizar una T-dualidad
(en la direccio´n θ) de la solucio´n AdS1,p+2 con dilato´n constante (ver al final de esta
seccio´n). E´sta ha sido obtenida recientemente en la referencia [4] como el near horizon
limit de una solucio´n BPS, que resulta asinto´tica al linear dilaton background.
4.7.2. Soluciones con ∆ < 0
De (4.110), (4.71), tenemos en este caso,
f1(x) =
−∆
Λ2
p+ 3
p+ 2
1
sinh2(
√−∆(x− x0)
f2(x) =
−∆
Qp2
4
p+ 2
1
sinh2(
√−∆(x− x0))
(4.118)
Re-escaleando, la familia de soluciones puede ser reescrita como
G = | sinhx|− 2p+2 (−e2a x d2x0 + e2e x d~x2)+ l02
(p+ 2)2
d2x
sinh2 x
+ R0
2 e2(a+p e)x |2 sinhx| 2p+2 dθ2
e2Φ = e2Φ0 e2(a+p e)x |2 sinhx| 2p+2
Fp+2 = s(q)
2
p+1
p+2√
p+ 2
e−Φ0
1
sinh2 x
dx ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp
p+ 1
p+ 2
= 2 a2 + p (p+ 1) e2 + 2 p a e (4.119)
donde R0 y l0, esta´n dados en (4.115). Ante el cambio de variables,
e−2x = 1−
(u0
u
)p+2 ≡ f(u) (4.120)
con u0 una constante, que pone las soluciones, en la forma siguiente
G = l0
2
(
− u
2
f(u)
a− 1
p+2
dx02 +
u2
f(u)
e− 1
p+2
d~x2 +
1
f(u)
du2
u2
)
+ R0
2 f(u)
−a−p e− 1
p+2
(l0 u)2
dθ2
e−2Φ = e−2Φ0 f(u)a+p e+
1
p+2 (l0 u)
2
Fp+2 = s(q) 2
√
p+ 2 e−Φ0 l0p+2 up+1 du ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp
p+ 1
p+ 2
= 2 a2 + p (p+ 1) e2 + 2 p a e (4.121)
con l0 y R0 como en (4.115). El l´ımite u0 = 0 corresponde a la solucio´n ∆ = 0 (4.114),
que resulta ser el l´ımite asinto´tico UV u≫ u0 , de toda la familia. Por otro lado, para
u → u0+ , el comportamiento es fuertemente dependiente de los exponentes a y e. La
curvatura escalar, para algunos valores particulares de los para´metros, se muestra en
las Figuras 4.8 y 4.9.
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Figura 4.8: Las curvas muestran α′R como funcio´n de u˜ = uu0 para diferentes valores
de p, donde R es el escalar de curvatura de (4.121) para a = 1/5 y e = −3/10.
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Figura 4.9: Las curvas muestran α′R para (4.121) como funcio´n de u˜ = uu0 para valores
diferentes de p. Los valores de a y e son tales que las soluciones satisfacen el criterio de
Maldacena-Nun˜ez y tienen acotado el string coupling.
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Entre los miembros de la familia, aquellos con a + p e + 1p+2 ≤ 0 tienen acotado el
string coupling en todos lados. Y, como pasara con la familia de soluciones de la seccio´n
3.2, cuando la desigualdad se satura, e´stos se vuelven tambie´n regulares. En efecto, el
escalar de curvatura de (4.121) resulta
l0
2R = − (1 + (p + 2) (a + pe))2 1
f(u)
− (p− 1) (p + 2) + 2− 2 (p + 2)2 (a+ pe)2
− (1− (p + 2) (a+ pe))2 f(u) (4.122)
mostrando expl´ıcitamente que la curvatura es finita en u→ u0 si y so´lo si la condicio´n
a+ p e+ 1p+2 = 0 se satisface. En ese caso, la siguiente solucio´n aparece
Solucio´n 1. a = −p+1p+2 , e = 1p+2
G = l0
2
(
−u2 f(u) dx02 + u2 d2~x+ 1
f(u)
du2
u2
)
+
R0
2
(l0 u)2
dθ2
e−2Φ = e−2Φ0 (l0 u)2
Fp+2 = s(q) 2
√
p+ 2 e−Φ0 l0p+2 up+1 du ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp (4.123)
E´sta es una solucio´n tipo AdS black hole, con dilato´n que corre. Au´n ma´s, no es dif´ıcil
ver, siguiendo la receta usual que, en el l´ımite u → u0, el espacio eucl´ıdeo obtenido
por rotacio´n de Wick τ ≡ i x0 es regular si imponemos la condicio´n de periodicidad
siguiente
τ ∼ τ + β , β ≡ 4π
p+ 2
1
u0
. (4.124)
Este es un hecho usual en la clase de soluciones que se asocian via la conjetura con
teor´ıas de campos a temperatura finita β−1 [3].
Solucio´n 2. a = p
2+2p−1
(p+1) (p+2) , e = − p+3(p+1) (p+2)
G = l0
2
(
− u
2
f(u)
p−1
p+1
dx02 + u2 f(u)
2
p+1 d2~x+
1
f(u)
du2
u2
)
+
R0
2
(l0 u)2
dθ2
e−2Φ = e−2Φ0 (l0 u)2
Fp+2 = s(q) 2
√
p+ 2 e−Φ0 l0p+2 up+1 du ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp (4.125)
El caso de la D1-brana se incluye dentro de la Solucio´n 1 via una doble rotacio´n de
Wick, x0 → −i x1 , x1 → i x0. Notar que ambas soluciones son soportadas por el mismo
dilato´n y el mismo campo de gauge de RR, y poseen el mismo escalar de curvatura,
que se muestra en la Figura 4.10.
4.7.3. T -dualidad
Aplicando las reglas para transformaciones de T -dualidad (ver por ejemplo [44] y
sus referencias) a lo largo de la coordenada θ, podemos generar de (4.121) una nueva
familia de soluciones. El hecho de haber asumido la proporcionalidad entre las funciones
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Figura 4.10: Las curvas muestran α′R como funcio´n de u˜ = uu0 para valores diferentes
de p, donde R es la curvatura escalar de (4.123) y (4.125).
f1 y f2 (ecuaciones (4.110)), lleva a la relacio´n e
2Φ ∝ Gθθ que impone, al T-dualizar las
soluciones, que el dilato´n deba ser constante. Tenemos
G = l0
2
(
− u
2
f(u)a−
1
p+2
dx02 +
u2
f(u)e−
1
p+2
d~x2 +
1
f(u)
du2
u2
+
(
α′
R0
)2
f(u)
a+p e+ 1
p+2 u2 dθ2
)
e2Φ =
16π2 α′ Λ2
(p+ 3)Qp2
Fp+3 = s(q) 2
√
p+ 2 e−Φ0
√
α′ l0p+2 up+1 du ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxp ∧ dθ
p+ 1
p+ 2
= 2 a2 + p (p+ 1) e2 + 2 p a e (4.126)
Se puede mostrar que e´sta es una familia de soluciones de espacios de Einstein con
tensor de Ricci
Rmn = −p+ 2
l02
Gmn. (4.127)
Todos los miembros de la familia son asinto´ticos para u grande, u ≫ u0, a un espacio
AdS1,p+2 (despue´s de identificar x
p+1 ≡ α′R0 θ). En particular, la solucio´n T-dual a
(4.123) resulta un AdS1,p+2 Schwarzchild black hole, recientemente descubierto en [4],
y usado en [42], [43], como modelo de teor´ıa de YM 12 .
12Hemos expl´ıcitamente verificado que la familia (4.126) es solucio´n de la ecuacio´n de movimiento
(4.44). En particular, la carga de la D(p+1) brana (dimensional) debe ser identificada con la carga de
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4.8. Conclusiones
En este cap´ıtulo, hemos repasado la formulacio´n de la teor´ıa de cuerdas en presencia
de campos de fondo que lleva, en la aproximacio´n de baja energ´ıa, a la que hemos lla-
mado la “accio´n efectiva de cuerdas no cr´ıticas”. El resto del cap´ıtulo esta´ dedicado a la
presentacio´n de todas las soluciones que hemos hallado a dicha accio´n de baja energ´ıa
de teor´ıas de cuerdas no cr´ıticas Tipo II.
En primer lugar, hemos presentado la solucio´n doblemente localizada, en el origen del
espacio Minkowski y en el tip del cigarro, que interpretamos como la cuerda fundamen-
tal embebida en dicho vac´ıo. El hecho de que esta solucio´n aparezca como doblemente
localizada le da un valor extra a la solucio´n, ya que no se conocen muchas soluciones
con estas caracter´ısticas.
Hemos agotado completamente el problema de encontrar soluciones de vac´ıo. Entre
las soluciones encontradas, adema´s de Minkowski (p + 1)-dimensional veces el dilato´n
lineal veces S1, encontramos tambie´n una familia 3-parame´trica (4.78), que incluye en-
tre sus miembros a la conocida solucio´n Minkowski (p+1) veces el cigarro, y su T-dual
Minkowski (p+1) veces la trompeta. La constante de acoplamiento de la cuerda se man-
tiene acotada para gran parte del espacio de para´metros, encontra´ndose adema´s una
subfamilia 2-parame´trica en la que tambie´n la curvatura escalar se mantiene acotada.
Tambie´n presentamos todas las soluciones posibles al problema de encontrar soluciones
de fondo cargadas NSNS que llenan todo Minkowski, que para p = 1 representan (el
near horizon de) las soluciones de la cuerda fundamental. Entre la gran cantidad de
soluciones encontradas, se destacan la solucio´n de cuerda fundamental embebida en el
vac´ıo del cigarro previamente obtenida, una nueva solucio´n (4.94) interpretable como
la F1 embebida en vac´ıo de dilato´n lineal, y una familia 2-parame´trica de soluciones
regulares asinto´ticas a AdS1,2 × S1.
Por u´ltimo, hemos abordado el problema de hallar soluciones cargadas RR, e´ste es
el u´nico caso en que no hemos podido resolver completamente el problema de encontrar
soluciones de la accio´n de baja energ´ıa no cr´ıtica. Sin embargo, encontramos una gran
cantidad de soluciones anal´ıticas que satisfacen un v´ınculo particular. Entre e´stas se
incluyen soluciones de curvatura constante asinto´ticas en el UV a AdS1,p+1, que en el
l´ımite IR se reducen a AdS2. E´stas son T-duales a la solucio´n AdS1,p+2 encontrada por
primera vez en [4] como el l´ımite de horizonte cercano (near horizon) de una solucio´n
la Dp brana original de la siguiente manera,
Qp+1 ≡ Qp
2π
√
α′
. (4.128)
Ma´s au´n, la arbitrariedad, a trave´s de Φ0, en el para´metro
R0
l0
dada en (4.115) se traduce aqu´ı como
una arbitrariedad en el radio de compactificacio´n xp+1.
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nume´rica asinto´tica al vac´ıo de dilato´n lineal. Ma´s au´n, encontramos una familia de
soluciones 3-parame´tricas (4.121) que corresponden, presumiblemente, al l´ımite de ho-
rizonte cercano de una familia de Dp-branas negras embebidas en el vac´ıo de dilato´n
lineal. Estas u´ltimas no obedecer´ıan nuestro ansa¨tz particular (4.20), en alguna regio´n
particular del espacio-tiempo. Por otro lado, nosotros conjeturamos que deben existir
soluciones de Dp- branas embebidas en el vac´ıo del cigarro que son soluciones de (4.62),
pero que no obedecen nuestro ansa¨tz en ninguna regio´n y que corresponden a aquellas
soluciones constru´ıdas como estados de frontera en las referencias [55], [56], [57].
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Cap´ıtulo 5
Modelos No Cr´ıticos de teor´ıas de Yang-Mills
(p + 1)-dimensionales
5.1. Introduccio´n
En este cap´ıtulo, nos proponemos utilizar algunas de las soluciones encontradas en
el cap´ıtulo anterior, como fondos sobre los cuales construir teor´ıas duales cercanas a
QCD, en el sentido planteado por Witten en [3] y que hemos explicado en el cap´ıtulo 3.
Estudiaremos con particular intere´s modelos de teor´ıas de gauge en 3 y 4 dimensio-
nes. Luego de analizar bajo que circunstancias nuestros fondos de gravedad representan
teor´ıas de gauge duales en su fase confinante, dedicaremos nuestro esfuerzo al ca´lculo
del espectro de glueballs correspondiente a cada una de estas teor´ıas.
En particular, estudiaremos los glueballs asociados con la perturbacio´n del campo
del dilato´n, con la perturbacio´n del gravito´n y con la perturbacio´n de la 1-forma de RR.
Hemos preferido, en lugar del co´mputo usual de perturbaciones, desarrollar el ca´lcu-
lo nume´rico de las ecuaciones acopladas de segundo orden, en un marco invariante de
gauge. El hecho de que la familia de soluciones de fondos no cr´ıticos utilizada este´ carac-
terizada por un conjunto de para´metros libres, hace que la teor´ıa dual cuente al mismo
tiempo con dichos para´metros tambie´n como libres. De esta manera, disponemos de
una libertad en la teor´ıa dual que puede utilizarse para obtener un mejor ajuste con la
teor´ıa esperada. Durante el desarrollo de este cap´ıtulo pondremos e´nfasis en estudiar la
dependencia de nuestros resultados con los para´metros libres de nuestra teor´ıa.
El presente cap´ıtulo se organiza de la siguiente manera:
En la seccio´n 5.2 presentamos la familia de soluciones no cr´ıticas que analizaremos,
y discutiremos las caracter´ısticas ma´s sobresalientes de e´stas. En la seccio´n 5.3 des-
cribiremos brevemente el ca´lculo de Lazos de Wilson, que ya fuera presentado en 3,
y discutiremos las condiciones de confinamiento sobre nuestros fondos. La seccio´n 5.4
esta´ dedicada a presentar el formalismo de perturbaciones invariantes de gauge. En la
seccio´n 5.5 discutimos los modelos duales que sera´n considerados. En 5.6 presentamos
los resultados obtenidos en ca´lculo del espectro de glueballs para la teor´ıa de gauge en 3
dimensiones en el contexto de teor´ıas no cr´ıticas. En la seccio´n 5.7 analizamos de mane-
ra similar el modelo para teor´ıas de gauge en 4 dimensiones. Finalmente, en la seccio´n
5.8 realizamos un ana´lisis de los espectros obtenidos y realizamos una comparacio´n con
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los valores predichos por Lattice QCD. Au´n cuando los ca´culos de Laticce y de super-
gravedad son va´lidos en reg´ımenes opuestos (acoplamiento de´bil, acoplamiento fuerte,
respectivamente) veremos que el acuerdo entre ambos conjuntos de datos es bueno.
5.2. La familia de soluciones
Consideremos una generalizacio´n de la familia de soluciones a dilato´n constante
(4.126), encontrada en el cap´ıtulo anterior realizando una transformacion de T-dualidad
sobre (4.121).
l0
−2G =
D−2∑
a=0
u2 f(u)aa dxa2 +
du2
u2 f(u)
; f(u) ≡ 1−
(u0
u
)D−1
eΦ =
2√
D
Λ
|QD−2|
FD = (−)DQD−2 ǫG ⇐⇒ ∗FD = (−)D−1 QD−2 (5.1)
donde l0 =
√
D (D − 1) Λ−1 , u0 es una escala arbitraria, y donde los exponentes deben
satisfacer las siguientes relaciones
D−2∑
a=0
aa = 1 ,
D−2∑
a=0
aa
2 = 1. (5.2)
Una derivacio´n de estas relaciones se muestra en el ape´ndice B.
En este cap´ıtulo, nos enfocaremos en esta familia de soluciones con dilato´n constante.
Un ana´lisis de las soluciones con dilato´n no trivial es presentada en el Ape´ndice C.
Las soluciones que estudiaremos pueden ser interpretadas como el near horizon limit
de una D-(D−2) black-brane extendida a lo largo de las coordenadas x. Estas soluciones
resultan ser espacios de Einstein con tensor de Ricci,
RAB = −D − 1
l02
GAB , R = −Λ2. (5.3)
Mas au´n, todas ellas son tales que en el l´ımite u grande, (u≫ u0) resultan asinto´ticas
a espacios AdS1,D−1. Sin embargo, de todas estas soluciones so´lo una es estrictamente
regular au´n en la regio´n IR, u→ u0+. E´sta corresponde a tomar uno de los exponentes
aa igual a uno, y los otros igual a cero. La forma expl´ıcita que toma esta solucio´n de
fondo es
l0
−2G = u2
(
η1,D−3 + f(u) dτ2
)
+
du2
u2 f(u)
. (5.4)
A partir del ca´lculo del siguiente invariante de cuarto orden
(
l0
D − 1
)4
ℜABCD ℜABCD = 1
8
(4 (1 − s3)− 1 + s4) f(u)−2
+
1
2
(
− 2D
D − 1 (1− s3) + 1− s4
)
f(u)−1
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+
9
(D − 1)2 +
1
2
(
1− 12
D − 1 +
6
D − 1(1− s3)−
3
2
(1− s4)
)
+ o(f(u)) (5.5)
donde sn ≡
∑
a aa
n, resulta claro que la u´nica forma de cancelar los te´rminos peligrosos
es imponer s3 = s4 = 1. Esta restriccio´n, sumada a las restricciones provenientes de
los v´ınculos s1 = s2 = 1, deja como u´nica posibilidad la solucio´n (5.4). Esta solucio´n
corresponde al agujero negro de Schwarzchild AdS1,D−1 hallado recientemente en [4],
y usado en [42] como modelo, cuando D = 6, de una teor´ıa de Y-M cuadrimensional.
Cuando la singularidad en el IR es de tipo co´nica, se aplica sobre las soluciones una
condicio´n de periodicidad que permita evitarla,
τ ∼ τ + β , β ≡ 4π
D − 1
1
u0
. (5.6)
Las soluciones sobre las que se imponen estas condiciones de periodicidad esta´n
usualmente asociadas con teor´ıas de campos a temperatura finita β−1 [3].
El comportamiento de la curvatura del resto de las soluciones en el IR hace que
e´stas no este´n completamente bajo control. Esto no es inusual, ni exclusivo de las
teor´ıas no cr´ıticas, ya que lo mismo sucede para las soluciones de Dp-branas en teor´ıas
de cuerdas cr´ıticas cuando p 6= 3. Esto es consecuencia, en ambos casos, de que la
accio´n de baja energ´ıa que hemos utilizado para obtener tales soluciones proviene de
anular las funciones β de la teor´ıa al orden ma´s bajo de su desarrollo perturbativo.
Es decir, hemos supuesto, entre otras cosas, que la curvatura se mantiene finita y que
es posible despreciar los o´rdenes superiores de la misma. Argumentos de supersimetr´ıa
permiten asegurar, en el caso de teor´ıas cr´ıticas, que tales soluciones existen y que
dichas singularidades son so´lo manifestaciones de baja energ´ıa. En el caso de las teor´ıas
no cr´ıticas, es ampliamente conjeturado que sucede lo mismo. Llamativamente, como
veremos ma´s adelante, las teor´ıas duales que nos interesa estudiar en este cap´ıtulo
parecen no tomar nota de la existencia de dichas singularidades.
Por otro lado, la constante de acoplamiento de cuerdas de cada miembro de la familia
con dilato´n constante resulta
gs = e
Φ =
√
10
D
− 1 4π|Qp| ∼
1
N
, (5.7)
donde N es el nu´mero de D(D − 2)-branas. Puesto que N es un nu´mero arbitrario, la
constante de acoplamiento de cuerdas puede hacerse tan pequen˜a como se quiera, y por
lo tanto, la teor´ıa perturbativa sera´ va´lida para cualquier miembro de la familia, con
so´lo tomar N suficientemente grande.
Au´n ma´s, siguiendo [4], observamos que el ca´lculo del lado de gravedad del nu´mero
de grados de libertad (“entrop´ıa”) en la regio´n UV lleva,
Sgravity ∼ N
2
δD−2
, (5.8)
donde δ es un regulador IR. E´ste es exactamente el resultado esperado para teor´ıas de
gauge U(N) (D−1)-dimensionales con regulador UV δ−1 [63]. Esto nos anima a estudiar
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algunos aspectos de las posibles teor´ıas duales a nuestras soluciones. Consideraremos de
esta manera el caso general con exponentes arbitrarios sujetos a las relaciones (5.2). Esto
nos permitira´ encontrar una familia de teor´ıas duales cuyos para´metros libres puedan
ajustarse a discrecio´n. El objetivo principal de este cap´ıtulo sera´ estudiar la dependencia
del espectro de esta teor´ıa con los exponentes mencionados.
5.3. Lazos de Wilson y confinamiento
Se conoce desde hace ya bastante tiempo ([64], [65]) que es posible hacer una des-
cripcio´n en el contexto de teor´ıa de cuerdas de los lazos de Wilson (Wilson loops) como
cuerdas cuyos extremos unen un par de puntos del borde de un espacio tipo agujero
negro AdS. Estos puntos representan, en la teor´ıa de gauge que vive en dicho borde, un
par quark-antiquark no dina´mico. Nos interesa, entonces, estudiar cuerdas que vivan
sobre nuestros fondos y que tengan sus extremos en u = u∞(→∞),X1 = ±L/2, donde
X1 denota una de las p direcciones espaciales. En [66], se deduce la energ´ıa cla´sica de
un lazo de Wilson asociado con una me´trica de fondo de la forma
G = G00 dx
02 +
p∑
i,j=1
Gii δij dx
i dxj +C(u)2 du2 +G⊥ (5.9)
con una dependencia radial gene´rica, y dondeG⊥ es ortogonal a las direcciones (x0, xi, u).
A continuacio´n, repasaremos la parte sustancial del ca´lculo.
Sea (σα) = (t, σ) las coordenadas que parametrizan la hoja de mundo. En el gauge
esta´tico, X0(t, σ) = t ∈ ℜ , X1(t, σ) = σ ∈ [−L2 , L2 ] . Consideremos la configuracio´n
esta´tica de una cuerda definida por u(t, σ) = u(σ) = u(−σ) ∈ [u0, u∞], y el resto de las
coordenadas fijas. El langragiano de Nambu-Goto viene dado por
L[X] = Ts
∫ L
2
−L
2
dσ
√
−dethαβ(σ) = Ts
∫ L
2
−L
2
dσ
√
F (u)2 +G(u)2 u′(σ)2, (5.10)
donde hαβ(σ) ≡ GMN (X) ∂αXM (σ)∂βXN (σ) es la me´trica inducida, y las funciones F
y G esta´n definidas por
F (u) ≡ |G00Gii| 12 , G(u) ≡ |G00 C| 12 . (5.11)
La configuracio´n que minimiza la accio´n satisface
F (u)∂uF (u) +G(u)∂uG(u)u
′(σ)√
F (u)2 +G(u)2 u′(σ)2
=
(
G(u)2 u′(σ)√
F (u)2 +G(u)2 u′(σ)2
)′
. (5.12)
De las ecuaciones anteriores (5.10) y (5.12), resulta que la separacio´n entre los quarks
y la energ´ıa, viene dada por
L = 2
∫ u∞
um
du
G(u)
F (u)
(
F (u)2
F (um)2
− 1
)− 1
2
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E = Ts
(
F (um)L+ 2
∫ u∞
um
du G(u)
√
1− F (um)
2
F (u)2
)
(5.13)
donde um = u(σm) ≥ u0, para σm (admitiendo que es u´nica) tal que u′(σm) = 0 y
F (u) ≥ F (um). En nuestro caso, σm = 0 y um = u(0). Sin embargo, hay que ser
cuidadosos, ya que el valor resultante para la energ´ıa es divergente cuando u∞ →∞. Es
aceptado que esta divergencia se debe a las contribuciones de las autoenerg´ıas (masas)
de los quarks [64]. Cada una de e´stas puede ser representada, en este contexto, por una
larga cuerda con un extremo en el borde u = u∞ en x1 = ±L2 que se extiende a lo largo
de la direccio´n u hasta el horizonte
mq = Ts
∫ u∞
u0
du G(u). (5.14)
Sustrayendo estas masas, es posible obtener una energ´ıa de ligadura finita
V (L) ≡ E − 2mq = Ts (F (um)L− 2K(L))
K(L) =
∫ u∞
um
du G(u)
(
1−
√
1− F (um)
2
F (u)2
)
+
∫ um
u0
du G(u). (5.15)
Del ana´lisis de esta expresio´n [67], vemos que una condicio´n suficiente para un compor-
tamiento tipo a´rea es que F (u) tenga un mı´nimo en u = umin ≥ u0 y F (umin) > 0, o
que G(u) diverja en algu´n punto udiv ≥ u0 y F (udiv) > 0 1. En este caso, el potencial de
quark-antiquark de la teor´ıa de gauge dual resulta lineal en la distancia de separacio´n
L; se sigue de (5.15) que, para L grande,
l´ım
L→∞
V (L)
L
= σs , σs = Ts F (umin) or Ts F (udiv), (5.16)
donde σs es la tensio´n (YM) de la cuerda. En particular, sobre nuestra familia de
soluciones, no es dif´ıcil ver que F (u) = (l0 u0)
2 h(x)|
x= u
2
u0
2
presenta un mı´nimo en u =
umin si so´lo si
γ ≡ −1
2
(a+ a˜) > 0 =⇒ umin = u0
(
1 + (1 +
D − 1
2
) γ
) 1
D−1
. (5.17)
La funcio´n h(x) = x
(
1− x−D−12
)−γ
se muestra en la Figura (5.1) para diferentes
valores de γ y D.
1En [67] se enuncia el teorema completo, que incluye otras hipo´tesis acerca del comportamiento de
F y G (que son satisfechas por nuestras familias de soluciones). En (5.13), la separacio´n L debe ser
considerada como fija, y um pensada como una funcio´n de e´sta. Ma´s au´n, umin no depende de um,
pero um ≥ umin debe cumplirse para que exista la configuracio´n. No es dif´ıcil mostrar, para (5.11),
que tomar um → umin+ es equivalente a tomar el l´ımite L→ ∞, el cual es la condicio´n que lleva a la
definicio´n de la tensio´n de la cuerda σs en (5.16).
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Figura 5.1: El gra´fico muestra h(x) como funcio´n de x, donde γ toma valores entre 1/8 y
1/2. La l´ınea punteada corresponde a γ = 1/8, mientras que la l´ınea so´lida corresponde
a γ = 1/2.
Si restringimos el espacio de para´metros a la regio´n γ > 0, entonces la teor´ıa de
gauge dual debera´ ser (cla´sicamente) confinante, con la tensio´n de la cuerda dada por
σs ≡ σ˜s u02 , σ˜s =
(
D − 1
2
)D+1
D−1 D
π (10 −D)
(
γ + 2D−1
)γ+ 2
D−1
γγ
. (5.18)
Sin embargo, la condicio´n (5.17) corresponde a considerar confinamiento en una
teor´ıa (p + 1)-dimensional a temperatura finita. Dado que estamos interesados en una
teor´ıa p-dimensional a temperatura cero, debemos considerar ambas direcciones de entre
las p. Reemplazando entonces a por a˜ en la expresio´n (5.11), la condicio´n de confina-
miento (5.17) se reduce a:
γ ≡ −a˜ > 0 =⇒ umin = u0
(
1 +
D − 1
2
|a˜|
) 1
D−1
. (5.19)
En el caso en que a˜ = 0, tenemos que udiv = u0 y tambie´n da confinante, con una
tensio´n para la cuerda dada por
σs = Ts F (udiv) = Ts l0
2 u0
2 =
D (D − 1)
2π (10−D) u0
2, (5.20)
e´ste es el caso analizado por K-S.
Finalmente, para a˜ > 0 no hay confinamiento.
Es importante notar que, a diferencia de lo que pasa en modelos provenientes de
supercuerdas cr´ıticas, la tensio´n de la cuerda esta´ dada por la escala u0
2 a menos de
una constante nume´rica. Ma´s au´n, en teor´ıas no cr´ıticas u0 siempre resulta fijado a la
escala de la teor´ıa
u0 ∼ ΛQCD. (5.21)
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5.4. El marco perturbativo invariante de gauge
Para poder determinar el espectro de las masas de los glueballs de acuerdo a la
correspondencia gauge/gravedad, debemos resolver las ecuaciones de movimientos li-
nearizadas de supergravedad sobre la solucio´n de fondo (5.1) [3], [27]. Los campos
presentes en la accio´n efectiva de baja energ´ıa son la me´trica G, el tensor antisime´trico
de Kalb-Ramond, el dilato´n Φ y las (q + 1)-formas de RR Aq+1, donde el valor de q
depende de la teor´ıa.
Analizaremos las perturbaciones consistentes que llevan a las ecuaciones que sera´n
consideradas en la pr´ıma seccio´n. Como se menciona en [42], en el string frame las
ecuaciones resultan muy complejas debido a que el gravito´n aparece acoplado al resto
de las perturbaciones. Sin embargo, esto no ocurre en el Einstein frame para la familia
(5.1), donde en la mayor´ıa de los casos estas fluctuaciones se desacoplan. So´lo los modos
escalares de la perturbacio´n de la me´trica continu´an acoplados al sistema. Pasaremos
entonces a este frame para poder realizar los ca´lculos. La relacio´n para la me´trica en
ambos frames es la siguiente G|s-f = e
4
D−2
ΦG|e-f.
La accio´n de baja energ´ıa para las teor´ıas no cr´ıticas en el Einstein frame resulta 2
S[G,Φ, Aq+1] =
1
2κD2
∫
ǫG
(
R[G]− 4
D − 2 (D(Φ))
2 + Λ2 e
4
D−2
Φ − 1
2
∑
q
e2αq Φ (Fq+2)
2
)
αq =
D − 2 q − 4
D − 2 − 0 (1) , RR (NSNS) formas (5.23)
donde Fq+2 = dAq+1 es la intensidad del campo de gauge correspondiente a la forma
Aq+1, y los posibles valores de q dependen de la teor´ıa. El elemento de volumen es
ǫG = ω
0 ∧ · · · ∧ ωD−1 = dDxE , donde {ωA} es el vielbein.
Las ecuaciones de movimiento que se deducen de (5.23) son
RAB =
4
D − 2 DAΦDBΦ−
Λ2
D − 2 e
4
D−2
Φ GAB
+
1
2
∑
q
e2αq Φ
(
(Fq+2)
2
A;B −
q + 1
D − 2 (Fq+2)
2 GAB
)
0 = D2(Φ) +
Λ2
2
e
4
D−2
Φ − D − 2
8
∑
q
αq e
2αq Φ (Fq+2)
2
d
(
e2αq Φ ∗ Fq+2
)
= (−)q Qq ∗ Jq+1 , Qq ≡ 2κD2 µq (5.24)
donde hemos introducido la corriente Jq+1 de q-branas fuente con tensio´n µq.
2Usaremos la siguiente notacio´n compacta
(Ω · Λ)A1...Ap;B1...Bp ≡
1
q!
GC1D1 . . . GCqDq ΩC1...CqA1...Ap ΛD1...DqB1...Bp (5.22)
donde Ω y Λ son (p+ q)−formas arbitrarias.
80
Las perturbaciones en torno a la solucio´n cla´sica (G,Φ, Aq) las escribiremos como
metrica→ GAB + hAB , dilaton→ Φ+ ξ , q-forma→ Aq + aq. (5.25)
Al orden lineal en las perturbaciones h, ξ, aq las ecuaciones resultantes que provienen
de (5.24) son, ecuaciones-h
0 = AAB(h)−
(
2Λ2
D − 2 e
4
D−2
Φ +
∑
q
q + 1
D − 2 e
2αq Φ (Fq+2)
2
)
hAB
+
∑
q
e2αq Φ
((
−(Fq+2)2CA;DB + q + 1
D − 2 GAB (Fq+2)
2
C;D
)
hCD
+ (Fq+2 · fq+2)A;B + (Fq+2 · fq+2)B;A − 2 q + 1
D − 2 GAB Fq+2 · fq+2
)
+
(∑
q
2αq e
2αq Φ
(
(Fq+2)
2
A;B −
q + 1
D − 2 (Fq+2)
2 GAB
)
− 8Λ
2
(D − 2)2 e
4
D−2
ΦGAB
)
ξ
+
8
D − 2 (DAΦDBξ +DBΦDAξ) , (5.26)
donde AAB(h) se deriva en el Ape´ndice B.
ecuacio´n-ξ
0 = D2(ξ) +
(
2Λ2
D − 2 e
4
D−2
Φ − D − 2
4
∑
q
αq
2 e2αqΦ (Fq+2)
2
)
ξ
+
(
−DADB(Φ) + D − 2
16
∑
q
αq e
αqΦ (Fq+2)
2
A;B
)
hAB
− DC(Φ)
(
DDhCD − 1
2
DCh
D
D
)
− D − 2
4
∑
q
αq e
2αqΦ Fq+2 · fq+2 (5.27)
ecuacio´n-aq+1
0 = −e−2αqΦDB (e2αqΦ (fq+2)A1...Aq+1B)− 2αq e−2αqΦDB (e2αqΦ (Fq+2)A1...Aq+1B ξ)
+ e−αqΦDB
(
eαqΦ (Fq+2)A1...Aq+1
C hBC
)− 1
2
(Fq+2)A1...Aq+1
B DBh
C
C
+
(
(Fq+2)A1A2...Aq
BCDChBAq+1 + · · · − (Fq+2)Aq+1A2...AqBCDChBA1
)
(5.28)
Como se observa de las ecuaciones anteriores, la diagonalizacio´n del sistema para
fondos gene´ricos no es posible. Sin embargo, para las soluciones de fondo (5.1) (y en el
Einstein frame), e´sta resulta ma´s sencilla.
El sistema de ecuaciones (5.24) resulta invariante ante reparametrizaciones, en parti-
cular, ante reparametrizaciones infinitesimales xM → xM−ǫM(x)+o(ǫ2), transformando
los campos como tensores. Por otro lado, dado que las ecuaciones anteriores pueden in-
terpretarse como un sistema de ecuaciones para los campos (h, ξ, aq+1) en la solucio´n
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de fondo (G,Φ, Aq+1), la invarianza ante difeomorfismos se traduce en invarianza ante
h→ h+ Lǫ(G) , ξ → ξ + Lǫ(Φ) , aq → aq + Lǫ(Aq), (5.29)
donde Lǫ(...) denota derivada de Lie con respecto al campo vectorial ǫ = ǫ
M (x)∂M =
ǫA(x)eA.Ma´s expl´ıcitamente, no es dif´ıcil mostrar que (5.26)-(5.28) resultan invariantes
ante la transformacio´n de los campos 3,
ǫhAB = hAB +DAǫB +DBǫA
ǫξ = ξ + ǫADAΦ
ǫaqA1...Aq = aqA1...Aq + ǫ
B DBAqA1...Aq +DA1ǫ
B AqBA2...Aq + · · ·+DAqǫB AqA1...Aq−1B .
(5.30)
Como el sistema es lineal, se sigue que (Lǫ(G), Lǫ(Φ), Lǫ(Aq)) es solucio´n para cualquier
ǫ, (la solucio´n trivial puro gauge). A diferencia de las teor´ıas de gauge ordinarias, donde
las transformaciones no son lineales, en este caso deber´ıa ser posible definir cantidades
invariantes de gauge y expresar las ecuaciones para las perturbaciones (5.26) en te´rmi-
nos de e´stos de manera expl´ıcitamente invariante. Es importante remarcar aqu´ı que
desde el trabajo pionero de J.M. Bardeen [69], la teor´ıa de perturbaciones invariantes
de gauge se ha desarrollado en las u´ltimas de´cadas esencialmente en contextos cos-
molo´gicos 4. La implementacio´n de perturbaciones invariantes de gauge en el contexto
de Gauge/Gravedad es un aporte novedoso de [9]. Para la familia que nos interesa en
este trabajo, podemos hacer esto como sigue. Primero, introducimos la fluctuacio´n χ
de acuerdo con
fD ≡ χFD , ǫχ = χ+DAǫA, (5.31)
donde la transformacio´n de gauge de χ se sigue de (5.30). Luego, observemos que
Iξ ≡ ξ , Iχ ≡ χ− 1
2
hAA (5.32)
son ambas invariantes de gauge, junto con los campos de (q+1)-formas aq+1 , q 6= D−2.
En te´rminos de e´stas, las ecuaciones para las fluctuaciones (5.26)-(5.28) son escritas de
forma manifiestamente invariante
0 = AAB(h)− 2Λ
2
D
e
4
D−2
Φ hAB − 8Λ
2e
4
D−2
Φ
D(D − 2) GAB
(
2D
D − 2 Iξ − Iχ
)
0 = D2(Iξ) +
D + 2
D − 2 Λ
2 e
4
D−2
Φ Iξ − Λ2 e
4
D−2
Φ Iχ
0 = DB
(
e2αq Φ (fq+2)A1...Aq+1B
)
, q 6= D − 2
0 = DA
(
2D
D − 2 Iξ − Iχ
)
(5.33)
De la u´ltima ecuacio´n resulta,
Iχ =
2D
D − 2 Iξ. (5.34)
3Esta es una generalizacio´n del tratamiento perturbativo usual alrededor de un fondo plano en el
contexto de Relatividad General, ver por ejemplo [68], cap´ıtulo 6.
4Para una extensio´n a teor´ıa de perturbaciones de segundo orden, ver [70].
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De esta manera, nos queda un sistema parcialmente desacoplado
0 = AAB(h)− 2Λ
2
D
e
4
D−2
Φ hAB
0 = D2(Iξ)− Λ
2
D − 2 e
4
D−2
Φ Iξ
0 = DB
(
e2αq Φ (fq+2)A1...Aq+1B
)
, q 6= D − 2. (5.35)
Todo el espectro perturbativo proviene de estas ecuaciones. Vale la pena sen˜alar que la
ecuacio´n para la me´trica es invariante de gauge, como puede ser verificado usando la
propiedad general
AAB(
ǫh)−AAB(h) = −2
(
DCRAB ǫ
C +RAC DBǫ
C +RBC DAǫ
C
)
(5.36)
y las ecuaciones de movimiento para el fondo (5.24). Luego, en la subseccio´n 5.4.3, sera´n
constru´ıdos nuevos invariantes a partir de las fluctuaciones de la me´trica, para el anza¨tz
particular considerado.
5.4.1. La ecuacio´n para las fluctuaciones dilato´nicas
Las fluctuaciones dilato´nicas corresponden a tomar 5
hAB = 0 ; fq+2 ≡ daq+1 =
{
0 , q 6= D − 2
(−)p+1 2DD−2 QD−2 e
2D
D−2
Φ ǫG Iξ , q = D − 2,
(5.37)
donde Iξ satisface la segunda ecuacio´n en (5.35). Descomponemos la perturbacio´n en
modos de Fourier,
Iξ(x, u) = χ(u) e
ipa xa . (5.38)
Por simetr´ıa translacional en las coordenadas xa de las soluciones de fondo, los modos
no se mezclan. En la seccio´n 5.5, consideraremos algunas de ellas compactificadas.
Reemplazando (5.38) en (5.35), ecuacio´n Iξ, tenemos
1
E
∂u
(
E
C2
∂uχ(u)
)
−
(∑
a
pa pa
Aa2
+ Λ2
)
χ(u) = 0 (5.39)
donde hemos usado la forma expl´ıcita de la me´trica en el string frame (5.1). El siguiente
cambio de variables y la definicio´n,(
u
u0
)D−1
= 1 + ex ≡ g(x) , x ∈ ℜ
χ(u) ≡ g(x)− 12 H(x) (5.40)
ponen (5.39) en la forma t´ıpica de una ecuacio´n de Schro¨dinger para H(x),
0 = −H ′′(x) + V (x)H(x) (5.41)
5Con la siguiente ecuacio´n no invariante de gauge hAB = 0, queremos expresar que ponemos a cero
toda posible fluctuacio´n de la me´trica constru´ıda a partir de hAB , ver subseccio´n 5.4.3.
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con el potencial dado por
V (x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
+
∑
a
pˆapˆa
e(1−aa)x
g(x)1−aa+
2
D−1
+
D
D − 1 (1 + e
−x)−1 (5.42)
donde pˆa ≡ 1(D−1) u0 pa.
5.4.2. La ecuacio´n para las fluctuaciones de la RR 1-forma
Entre las posibles fluctuaciones de las (q+1)-formas, nosotros consideraremos cam-
pos a1 de RR que siempre esta´n presentes en teor´ıas D-dimensionales tipo IIA NCST
6.
De acuerdo a (5.35), las fluctuaciones obtenidas prendiendo so´lo aq+1, para cualquier
q 6= D− 2 es consistente si aq+1 satisface las ecuaciones de Maxwell generalizadas en la
me´trica de fondo. En particular, para la forma a1,
DB
(
e2αq ΦDA(a1B)
)−DB (e2αq ΦDB(a1A)) = 0. (5.43)
Nuevamente, desarrollando Fourier
aA(x, u) = χA(u) e
ipa xa , (5.44)
y usando los resultados del Ape´ndice A tenemos
DBFaB e
−ipc xc =
∑
c
pcpc
Ac2
Pa
bχb +
C Aa
E
en
(
E
C Aa
(
i
pa
Aa
χn − en(χa)− σa χa
))
DBFnB e
−ipc xc =
∑
b
pbpb
Ab2
χn + i
∑
b
pb
Ab
(en(χb) + σb χb) , (5.45)
donde Pa
b ≡ δab−
(∑
c
pcpc
Ac2
)−1
pa
Aa
pb
Ab
. La segunda ecuacio´n es un v´ınculo que da χn en
te´rminos de las funciones χb. Poniendo e´sta en la primer ecuacio´n resulta
C Aa
E
en
(
E
C Aa
Pa
b (en(χb) + σb χb)
)
−
∑
c
pcpc
Ac2
Pa
bχb = 0 (5.46)
Este sistema acoplado sera´ reducido en la seccio´n siguiente usando el ansa¨tz usual en
cada uno de los modelos considerados.
5.4.3. La ecuacio´n para las fluctuaciones de la me´trica
De (5.35),
Iξ = Iχ = 0 ; fq+2 ≡ daq+1 =
{
0 , q 6= D − 2
(−)D
2 QD−2 e
2D
D−2
Φ ǫG h
C
C , q = D − 2
(5.47)
6En D = 8 puede estar presente tambie´n a3, y por supuesto, en cualquier dimensio´n el campo de
Kalb-Ramond B2AB proveniente del sector NS-NS, pero no sera´n considerados en este trabajo.
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es consistente si la perturbacio´n de la me´trica satisface
AAB(h) ≡ DADBhCC +D2hAB −DCDAhCB −DCDBhAC =
2Λ2
D
e
4
D−2
Φ hAB . (5.48)
Para escribirla en forma manifiestamente invariante de gauge, introducimos los campos
(g, ga, Iab)
en(g) ≡ hnn
Aa en
(
ga
Aa
)
≡ han − 1
2
ea(g)
Iab ≡ hab − ea(gb)− eb(ga)− ηab σa g, (5.49)
que ante una transformacio´n de gauge resultan
δǫg = 2 ǫn , δǫga = ǫa , δǫIab = 0. (5.50)
Las ecuaciones que siguen de (5.48) y (B.10) son
0 = eAeA(Iab) + eaeb(I
c
c )− ecea(Ibc)− eceb(Iac) + σ en(Iab)− (σa − σb)2 Iab
+ ηab σa en(I
c
c )
0 = ecen(Iac)− eaen(Icc ) + (σc − σa) (ec(Iac)− ea(Icc ))
0 = en
2(Icc ) + 2σc en(I
c
c ), (5.51)
donde en las u´ltimas dos ecuaciones se suma sobre el ı´ndice “c”. La dependencia en g y
ga ha desaparecido dejando todas las ecuaciones expresadas en te´rminos de los campos
de fluctuaciones invariantes de gauge Iab. Introduciendo los modos de Fourier de la
manera usual,
Iab(x, u) = χab(u) e
ipa xa , (5.52)
las ecuaciones para los χAB(u) que provienen de (5.51) resultan
0 = en
2(χab) + σ en(χab) + ηab σa en(χ
c
c)−
pa pb
AaAb
χcc +
(
−p
c pc
Ac2
− (σa − σb)2
)
χab
+
pa
Aa
pc
Ac
χbc +
pb
Ab
pc
Ac
χac
0 =
pc
Ac
en(χac)− pa
Aa
en(χ
c
c) + (σc − σa)
(
pc
Ac
χac − pa
Aa
χcc
)
0 =
∑
c
1
Ac2
en
(
Ac
2 en(χ
c
c)
)
. (5.53)
5.5. Modelos hologra´ficos de teor´ıas de Yang-Mills d-dimensionales
Tomemos de entre las coordenadas xa, d coordenadas xµ equivalentes no compactas,
con µ = 0, 1, . . . , d − 1, y D − d − 1 coordenadas compactas no equivalentes τ i, con
i = 1, . . . D − d − 1, τi ≡ τi + 2π Ri. Denotaremos con “ ˜ ” las cantidades asociadas
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con las direcciones no compactas (Aµ = A˜ , aµ = a˜ , σµ = σ˜ , , etc). La me´trica y los
v´ınculos (5.2) resultan
l0
−2 G = u2
(
f(u)a˜ ηµν dx
µ dxν +
∑
i
f(u)ai dτ i2
)
+
du2
u2 f(u)
d a˜+
∑
i
ai = 1 , d a˜
2 +
∑
i
ai
2 = 1. (5.54)
Notar que D − d− 2 exponentes continu´an siendo libres.
5.5.1. Fluctuaciones dilato´nicas
De (5.42), la ecuacio´n a resolver es
0 = −H ′′(x) + V (x)H(x)
V (x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
+
D
D − 1
ex
g(x)
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
+
∑
i
pˆi
2 e
(1−ai)x
g(x)1−ai+
2
D−1
(5.55)
donde M ≡ (D− 1)u0 Mˆ es la masa d-dimensional. Los te´rminos con momentos en las
direcciones compactas son cuantizados en unidades de Ri
−1 y representan modos de
Kaluza-Klein, e´stos se desacoplan para Ri → 0;
5.5.2. Campo de gauge RR: fluctuaciones transversas
El ansa¨tz consistente incluye la condicio´n transversa,
χµ(u) = ǫµ(p) χ(u) ; ǫµ(p) p
µ = 0. (5.56)
De (5.46), (5.40),obtenemos
0 = −H ′′(x) + V (x)H(x)
V (x) =
1
4 g(x)2
((
D − 3
D − 1 e
x − a˜
)2
+ 2
(
D − 3
D − 1 + a˜
)
ex
)
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
+
∑
i
pˆi
2 e
(1−ai)x
g(x)1−ai+
2
D−1
. (5.57)
5.5.3. Campo de gauge RR: fluctuaciones longitudinales
El ansa¨tz consistente, a i fijo (pero arbitrario i = 1, . . . ,D − d− 1) es
χi(u) = χ(u) ; pi = 0. (5.58)
De (5.46), (5.40), tenemos
0 = −H ′′(x) + V (x)H(x)
V (x) =
1
4 g(x)2
((
D − 3
D − 1 e
x − ai
)2
+ 2
(
D − 3
D − 1 + ai
)
ex
)
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
+
∑
j 6=i
pˆj
2 e
(1−aj )x
g(x)1−aj+
2
D−1
(5.59)
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5.5.4. Me´trica: fluctuaciones transversas
E´stas corresponden a tomar el ansa¨tz
χµν(u) = ǫµν(p) χ(u) ; ǫ
ρ
ρ = 0 , ǫµν p
ν = 0. (5.60)
y poner el resto a cero. Las ecuaciones (5.53) se satisfacen si luego de hacer el cambio
(5.40), H obedece la ecuacio´n
0 = −H ′′(x) + V (x)H(x)
V (x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
+
∑
i
pˆi
2 e
(1−ai)x
g(x)1−ai+
2
D−1
. (5.61)
5.5.5. Me´trica: fluctuaciones longitudinales
Estas perturbaciones son las correspondientes a tomar ansa¨tz, a i fijo (arbitrario)
χiµ(u) = ǫµ(p) χ(u) ; pi = 0 , ǫµ p
µ = 0 (5.62)
y el resto cero. E´ste obedece las ecuaciones (5.53) si luego del cambio (5.40), H satisface
la ecuacio´n
0 = −H ′′(x) + V (x)H(x)
V (x) =
1
4
− 1− (a˜− ai)
2
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
+
∑
j 6=i
pˆj
2 e
(1−aj )x
g(x)1−aj+
2
D−1
. (5.63)
5.5.6. Me´trica: fluctuaciones escalares
E´ste es el caso ma´s complicado, debido a que involucra, en general, un sistema de
ecuaciones acoplado. El sistema puede ser reducido a una ecuacio´n del tipo (5.42) para
algu´n potencial particular, como sucede en los casos de las perturbaciones analizadas
anteriormente, so´lo en el caso analizado por [71]. Por lo tanto, lo mejor sera´ hacer
aqu´ı un ana´lisis detallado para estas fluctuaciones.
Consideremos el siguiente ansa¨tz
χµν(u) = a(u) ηµν + b(u) pµ pν , χij(u) = ai(u) δij , χµi(u) = 0. (5.64)
Notemos que este ansa¨tz depende de D − d + 1 funciones invariantes (a, ai, b). A dife-
rencia de [71], todas estas funciones son relevantes por ser invariantes de gauge. Resulta
conveniente entonces introducir las siguientes fluctuaciones invariantes
F = a− σ˜ A˜2 en(b)
Fi = ai − σi A˜2 en(b)
Fn = −en
(
A˜2 en(b)
)
. (5.65)
En te´rminos de e´stas, las ecuaciones (5.53) se escriben como
0 = en
2(F ) + σ en(F ) + σ˜ en (dF + Fτ − Fn) + M
2
A˜2
F − 2Λ
2
D
e
4
D−2
Φ Fn
87
0 = en
2(Fi) + σ en(Fi) + σi en (dF + Fτ − Fn) + M
2
A˜2
Fi − 2Λ
2
D
e
4
D−2
ΦFn
0 = en
2 (dF + Fτ ) + 2 d σ˜ en(F ) + 2
∑
i
σi en(Fi)− σ en(Fn) +
(
M2
A˜2
− 2Λ
2
D
e
4
D−2
Φ
)
Fn
0 = en ((d− 1)F + Fτ ) +
∑
i
(σi − σ˜)Fi − (σ − σ˜)Fn
0 = (d− 2)F + Fτ + Fn, (5.66)
donde Fτ ≡
∑
i Fi . La u´ltima ecuacio´n es claramente un v´ınculo, que se resuelve tri-
vialmente para Fn = −(d− 2)F − Fτ . El resto de las ecuaciones toman la forma
0 = en
2(F ) + σ en(F ) + 2 σ˜ en ((d− 1)F + Fτ ) + M
2
A˜2
F +
2Λ2
D
e
4
D−2
Φ ((d− 2)F + Fτ )
0 = en
2(Fi) + σ en(Fi) + 2σi en ((d− 1)F + Fτ ) + M
2
A˜2
Fi +
2Λ2
D
e
4
D−2
Φ ((d− 2)F + Fτ )
0 = en
2 (dF + Fτ ) + σ en (dF + Fτ ) + 2
∑
i
σi en(Fi − F )
+
(
−M
2
A˜2
+
2Λ2
D
e
4
D−2
Φ
)
((d− 2)F + Fτ )
0 = en ((d− 1)F + Fτ ) + (d− 2) (σ − σ˜)F +
∑
i
(σi + σ − 2 σ˜)Fi. (5.67)
En este punto, 3 hechos son notorios:
Hay D−d inco´gnitas (F,Fi) y D−d+2 ecuaciones diferenciales; obviamente esto
esta´ directamente relacionado con el fijado de la invarianza de gauge;
Los te´rminos en ((d− 1)F + Fτ ) en las dos primeras ecuaciones en (5.66) pueden
ser eliminados usando la u´ltima;
La tercer ecuacio´n puede ser transformada en una de primer orden usando las dos
primeras ecuaciones.
Teniendo en cuenta todo esto, el sistema (5.66) puede ser dividido en dos conjuntos,
un sistema de ecuaciones de segundo orden con D − d ecuaciones y D − d inco´gnitas
0 = en
2(F ) + σ en(F ) +
(
M2
A˜2
+ 2 (d − 2)
(
Λ2
D
e
4
D−2
Φ − σ˜ (σ − σ˜)
))
F
+ 2
∑
i
(
Λ2
D
e
4
D−2
Φ − σ˜ (σi + σ − 2 σ˜)
)
Fi
0 = en
2(Fi) + σ en(Fi) + 2 (d− 2)
(
Λ2
D
e
4
D−2
Φ − σi (σ − σ˜)
)
F
+
∑
j
(
M2
A˜2
δij +
2Λ2
D
e
4
D−2
Φ − 2σi (σj + σ − 2 σ˜)
)
Fj , (5.68)
y dos ecuaciones de primer orden
0 =
∑
i
σi en (F − Fi) +
(
(d− 1)M
2
A˜2
+ (d− 2)
∑
i
σi (σ˜ − σi)
)
F
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+
∑
i

M2
A˜2
+
∑
j
σj (σ˜ − σj) + σ (σ˜ − σi)

 Fi
0 = en ((d− 1)F + Fτ ) + (d− 2) (σ − σ˜)F +
∑
i
(σi + σ − 2 σ˜)Fi. (5.69)
Nos concentramos en primer lugar en el sistema de ecuaciones de segundo orden (5.68).
Usando (5.40), introducimos la variable x y los campos (H,Hi) de la siguiente manera
F (u) ≡ g(x)− 12 H(x) , Fi(u) ≡ g(x)−
1
2 Hi(x). (5.70)
Luego de algunos ca´lculos, (5.68) puede ser reescrito de la siguiente forma
~0 = − ~H ′′(x) +V(x) ~H(x)
V(x) ≡ v(x)1 +
(
m(x) ~m(1)t(x)
~m(2)(x) m(x)
)
, (5.71)
donde ~H(x) ≡ (H(x),H1(x), . . . ,HD−d−1(x)). Los elementos que definen el potencial
matricial V(x) esta´n dados por
v(x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
m(x) =
D − 4
g(x)2
(
a˜
2
(1− a˜) + (D − 3) a˜− 1
D − 1 e
x − 2
(D − 1)2 e
2x
)
m
(1)
i (x) =
1
g(x)2
(
a˜
2
(1 + ai − 2 a˜) + (D − 4) a˜ + ai − 1
D − 1 e
x − 2
(D − 1)2 e
2 x
)
m
(2)
i (x) =
D − 4
g(x)2
(
ai
2
(1− a˜) + (D − 2) ai − a˜− 1
D − 1 e
x − 2
(D − 1)2 e
2 x
)
mij(x) =
1
g(x)2
(
ai
2
(1 + aj − 2 a˜) + (D − 2) ai + aj − 2 a˜− 1
D − 1 e
x − 2
(D − 1)2 e
2 x
)
.
(5.72)
Este sistema sera´ analizado en profundidad cuando calculemos el espectro respectivo.
El caso d = D − 2
¿Que´ ocurre con las ecuaciones lineales (5.69)? Para d = D−2 hay so´lo una direccio´n
compacta τ i ≡ τ , y consecuentemente introducimos ai ≡ aτ . Existen, para este caso, dos
soluciones que corresponden a los siguientes valores de los exponentes (a˜ = 0, aτ = 1)
y (a˜ = 2D−1 , aτ = −D−3D−1). La primera corresponde justamente al agujero negro de
Schwarzchild AdS en D dimensiones; el per´ıodo de τ es usualmente fijado como en (5.6)
requiriendo la ausencia de la singularidad co´nica en el plano τ − u; de esta manera la
solucio´n se vuelve regular. La segunda, en cambio, no es regular en el IR. Ma´s a´un, esta
solucio´n no es confinante segu´n (5.19) y por lo tanto no sera´ considerada. En este caso,
tenemos so´lo dos inco´gnitas F y Fτ , y las ecuaciones (5.69) resultan entonces un sistema
de dos ecuaciones de primer orden con dos inco´gnitas. Haciendo el cambio (5.70), (5.69)
resulta
0 =
(
H(x)
Hτ (x)
)′
−U(x)
(
H(x)
Hτ (x)
)
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U(x) ≡ e
x
2 g(x)
1 +
(
u11(x) u12(x)
u21(x) u22(x)
)
(5.73)
donde los elementos que definen U(x) esta´n dados por
u11 = −(D − 3) (D − 1)
D − 2 Mˆ
2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
g(x)
D−1
2 aτ + e
x
− D − 4
D − 1
D−1
2 a˜+ e
x
g(x)
u12 = −D − 1
D − 2 Mˆ
2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
g(x)
D−1
2 aτ + e
x
− 1
D − 1
(
D−1
2 a˜+ e
x
)2
g(x)
(
D−1
2 aτ + e
x
)
u21 =
(D − 3)2 (D − 1)
D − 2 Mˆ
2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
g(x)
D−1
2 aτ + e
x
− D − 4
D − 1
D−1
2 aτ + e
x
g(x)
u22 =
(D − 3) (D − 1)
D − 2 Mˆ
2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
D−1
g(x)
D−1
2 aτ + e
x
+
1
g(x)
(
D − 3
D − 1
(
D−1
2 a˜+ e
x
)2
D−1
2 aτ + e
x
+ a˜− 1 + aτ
2
− D − 2
D − 1 e
x
)
. (5.74)
Se puede probar sin mayor dificultad que (5.73) implica el sistema de segundo orden
(5.71) si y so´lo si se cumple la siguiente identidad
V(x) = U′(x) +U(x)2. (5.75)
Esta relacio´n ha sido verificada por co´mputo directo. Ma´s au´n, la equivalencia del con-
junto completo de ecuaciones con el sistema lineal (5.73) nos permite tambie´n encarar
el problema resolviendo directamente una ecuacio´n de segundo orden para alguno de
los campos, constru´ıda a partir del sistema lineal de dos ecuaciones con dos inco´gnitas
(5.73). En el caso general D−d−1 > 1, las ecuaciones lineales actu´an presumiblemente
como v´ınculos, y debiendo resolver (5.71) y verificar a posteriori (5.73) 7. Seguiremos
con esta estrategia en la seccio´n siguiente, presentando tambie´n resultados relacionados
con este caso, compatibles con los hallados en [71].
5.6. Espectro de Glue-ball de teor´ıas de Yang-Mills 3D
En esta seccio´n, consideraremos supercuerdas no cr´ıticas tipo IIA en dimensio´n
D = 6. Las formas de RR presentes son A1 (con A3 como su dual Hodge) y A5, con
intensidades de campo F2 = dA1 y F6 = dA5, respectivamente. Tomaremos adema´s
d = 3 direcciones equivalentes, y D − d− 1 = 2 direcciones compactas no equivalentes.
7Inversamente, si como haremos, suponemos que se cumple (5.71), entonces si hallamos una matriz
U que verifique (5.75), se sigue que
( ~H ′(x)−U(x) ~H(x))′ +U(x) ( ~H ′(x)−U(x) ~H(x)) = 0. (5.76)
Creemos que con una eleccio´n conveniente deU (y tal vez, apropiadas condiciones de contorno), ~H ′(x) =
U(x) ~H(x), hecho que ciertamente ocurre en el caso d = D − 2. Esto nos dejar´ıa con un sistema lineal
(D−d)-dimensional que presumiblemente implicar´ıa las dos ecuaciones (5.71), pero no hemos verificado
esto debido a la complejidad de (5.75).
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La familia considerada es interpretada como soluciones de D4-branas enrolladas en un
2-toro de radios (R1, R2). Las ecuaciones de v´ınculos (5.2) son
3 a˜+ a1 + a2 = 1 , 3 a˜
2 + a1
2 + a2
2 = 1. (5.77)
Como ya sen˜ala´ramos antes, la idea aqu´ı es estudiar la dependencia del espectro con
los exponentes. Resulta u´til resolver el v´ınculo en la forma siguiente
√
3 a˜ =
cos β− − cos β+
1− cos β+ cos β− sin β
−
a1 =
cos β− − cos β+
1− cos β+ cos β− cos β
−
a2 = − sin β
+ sin β−
1− cosβ+ cos β− , (5.78)
donde el espacio de soluciones es una S1 parameterizada por β ∼ β + π , y
β± ≡ β ± β0 , tan β0 ≡ 1√
d
, β0 ∈
[
0,
π
2
]
. (5.79)
Para β = β0 obtenemos la solucio´n de KS. Es posible pensar nuestra familia como
una deformacio´n con para´metro β− = β − β0 de esa solucio´n. En ese sentido, resulta
natural imponer la condicio´n de periodicidad (5.6) al menos sobre una de las direcciones
compactas [4] [8], pensando en ella como la que permite romper SUSY. Recordemos que
(5.6) aparece para imponer suavidad a la solucio´n a u = u0, sin embargo esto no resulta
claro en nuestro caso dado que nuestras soluciones siguen siendo singulares en ese punto.
Nosotros dejaremos libres ambos radios, por ahora.
Antes de presentar los resultados nume´ricos que hemos obtenido 8, resulta ins-
tructivo analizar co´mo funciona en nuestro caso el l´ımite de desacoplamiento (deco-
upling limit), siguiendo el ana´lisis usual. Primero, para desacoplar toda la torre de
estados de cuerdas abiertas debemos imponer el l´ımite de desacople de baja energ´ıa,
ls ≡
√
α′ → 0. Esto nos lleva a una constante de acoplamiento de Newton 6-dimensional
2κ6
2 ∼ ls4 gs29, este l´ımite, a gs fijo, tambie´n desacopla las interacciones bulk-open y
bulk-bulk. Por otro lado, de acuerdo con (5.7), el l´ımite de N grande nos deja con la
teor´ıa de cuerdas cla´sica.
Recordemos en primer lugar que un vac´ıo no cr´ıtico tipo IIA (dilato´n lineal, cigarro,
etc.) preserva 2
D
2 = 8 supercargas [33]. Una Dp-brana BPS en e´l, preserva la mitad
de estas supercargas. En efecto, se muestra en la referencia [55] que el l´ımite de baja
energ´ıa de una D3-brana sobre el vac´ıo del cigarro es N = 1 super Yang Mills en 4
dimensiones, esto es, preserva 4 = 12 8 supercargas. Ahora, nuestra solucio´n de D4 con
8Los espectros fueron calculados tanto con el enfoque WKB, como nume´ricamente, pero dado el gran
acuerdo entre ellos, so´lo mostramos en las tablas los resultados nume´ricos.
9El factor nume´rico en teor´ıas cr´ıticas de tipo II es (2π)7; a partir de, por ejemplo, la amplitud de
dispersio´n de 4 gravitones, deber´ıa ser posible fijarlo tambie´n en teor´ıas no cr´ıticas, pero hasta donde
tenemos conocimiento, este ca´lculo (o cualquier otro que permita fijar el acoplamiento) no ha sido
realizado.
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dilato´n constante puede pensarse como la versio´n negra de una D4 BPS (u0 = 0) en
el near horizon l´ımit, que es T-dual a una D3 brana BPS viviendo sobre el vac´ıo de
dilato´n lineal, que corresponde al l´ımite u grande del vac´ıo del cigarro. De esta manera,
podemos decir que nuestra familia describe en el UV alguna CFT (desconocida) en 5
dimensiones, que es el completamiento de la teor´ıa de YM 5-dimensional con constante
de acoplamiento a la escala Λs ≡ ls−1 dada por
gYM5
2 =
Ts
2
TD4
∼ ls gs. (5.80)
El acoplamiento de t’Hooft a dicha escala, y la constante de acoplamiento efectiva
adimensional a la escala E son
λ5
2 ≡ gYM52N ∼ ls ; λeff5 (E)2 ≡ λ52E ∼
E
Λs
, (5.81)
donde hemos usado (5.7). De (5.81), dos hechos bien conocidos se deducen: Para E <<
Λs, λ
eff
5 << 1 y la teor´ıa de perturbativa de YM es va´lida a bajas energ´ıas. Por
otro lado, es claro que gYM5 no puede ser fijado por ls → 0, y por lo tanto no existe
l´ımite de desacoplamiento; este hecho puede interpretarse como una manifestacio´n de
la no renormalizabilidad de las teor´ıas de YM en dimensiones mayores que 4 [38]. Sin
embargo, nosotros estamos interesados en la teor´ıa tridimensional obtenida por debajo
de la escala de compactificacio´n Λc ≡ (4π2R1R2)− 12 ; el acoplamiento de t’Hooft a esta
escala es
λ3
2 =
λ5
2
4π2R1R2
∼ Λc
2
Λs
. (5.82)
Luego, siguiendo el argumento de Witten [3], la compactificacio´n deber´ıa romper su-
persimetr´ıa, dando masa a los fermiones y a los bosones a nivel a´rbol y a un loop,
respectivamente. Agrandando la escala de compactificacio´n, estos deber´ıan desacoplar-
se dejando YM tridimensional en el l´ımite [25]
λ3
2 Λc→∞−−−−→
Λs→∞
ΛQCD ∼ u0 ←→ Λc
2
Λs
∼ u0, (5.83)
donde se ha tenido en cuenta (5.21).
Usaremos la notacio´n usual que asigna a cada tipo de perturbacio´n la notacio´n dual
de glueball correspondiente JPC . El spin J , paridad P y conjugacio´n de carga C, son
deducidos de los nu´meros cua´nticos de los operadores de la teor´ıa del borde al cual se
acopla la perturbacio´n considerada. Los detalles se pueden encontrar en [73, 28].
En la secciones que siguen, calcularemos detalladamente el espectro correspondiente
para cada tipo de perturbacio´n.
5.6.1. Espectro de fluctuaciones dilato´nicas: O++ glue-balls
En este caso, la ecuacio´n de tipo Schro¨dinger con energ´ıa cero a resolver corresponde
al potencial
V (x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
+
6
5
ex
g(x)
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
7
5
−a˜ +
2∑
i=1
pˆi
2 e
(1−ai)x
g(x)
7
5
−ai
. (5.84)
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0 π6
π
12
7.59 7.59 4.80
10.40 10.40 7.81
13.08 13.08 10.19
15.71 15.71 12.41
18.30 18.30 14.56
La tabla muestra los valores de las masas M0++ , correspondientes a la perturbacio´n dilato´nica,
para valores β = 0, β = π
6
y β = π
12
con d = 3.
5.6.2. Espectro de fluctuaciones de RR 1-formas.
Resulta directo verificar que la perturbacio´n obtenida cuando so´lo se enciende fq+2
es consistente para cualquier q 6= D − 2, y esta´ gobernada por la ecuacio´n de Maxwell
generalizada de (5.33). En particular, para D = 6 nos queda a1 del sector de RR
10.
De la seccio´n 5, analizamos
Polarizaciones longitudinales: 0−+ glueballs
Realizando los mismos pasos que en (5.40), obtenemos la forma de Schro¨dinger
(5.42), con potencial
V (x) =
1
4 g(x)2
(
9
25
e2x +
2
5
(3 + 2 ai) e
x + ai
2
)
−Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
7
5
−a˜+
∑
j 6=i
pˆj
2 e
(1−aj )x
g(x)
7
5
−aj
.
(5.85)
0 pi
6
pi
12
2.96 4.06 3.97
5.55 6.69 6.67
8.09 9.25 9.31
10.61 11.78 11.94
13.13 14.30 14.57
15.64 16.82 17.18
0 pi
6
pi
12
4.06 2.96 3.79
6.69 5.55 6.45
9.25 8.09 9.08
11.78 10.61 11.70
14.31 13.12 14.32
16.83 15.64 16.93
En la tabla de la izquierda, mostramos los valores deM0−+ correspondientes a la perturbacio´n de
la 1-forma longitudinal, polarizada a lo largo de la direccio´n caracterizada por a1. El para´metro
toma los valores siguientes: β = 0, β = π
6
y β = π
12
. En la tabla de la derecha, se muestran los
valores obtenidos para la perturbacio´n longitudinal polarizada a lo largo de a2. En ambos casos
d = 3.
Polarizaciones transversales: 1++ glueballs
El potencial es
V (x) =
1
4 g(x)2
(
9
25
e2x +
2
5
(3 + 2 a˜) ex + a˜2
)
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
7
5
−a˜ +
∑
j
pˆj
2 e
(1−aj )x
g(x)
7
5
−aj
(5.86)
10Es importante notar que estos ca´lculos esta´n realizados en la base local, y no en una base coordenada,
por eso nuestras componentes tensoriales son diferentes de aquellas en [42] en factores de la me´trica.
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0 π6
π
12
2.96 2.96 3.10
5.55 5.55 5.82
8.09 8.09 8.47
10.61 10.61 11.10
13.12 13.12 13.72
La tabla muestra los valores deM1++ , correspondientes a la 1-forma perturbada transversalmente, para
β = 0, β = π
6
y β = π
12
con d = 3.
5.6.3. Espectros de Glueball de perturbaciones en la me´trica
Del ansa¨tz para la me´trica propuesto en la seccio´n 5, analizamos en d = 3, los
siguientes casos:
Polarizaciones transversas: 2++ glueballs
El potencial
V (x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
7
5
−a˜ . (5.87)
Notemos que no hay degeneracio´n con el espectro del 0++ como s´ı sucede en el
caso cr´ıtico; este hecho es notado en [42] y es va´lido para todas las soluciones de
nuestra familia.
0 π6
π
12
4.61 4.61 4.28
6.69 6.69 7.00
9.25 9.25 9.66
11.79 11.79 12.31
14.31 14.3 14.94
En la tabla de arriba, mostramos los valores de M2++ , correspondientes a la perturbacio´n trans-
versa de la me´trica, con β = 0, β = π
6
y β = π
12
. Todos ellos son calculados en d = 3.
Polarizaciones longitudinales: 1−+ glueballs
El potencial es
V (x) =
1
4
− 1− (ai − a˜)
2
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
7
5
−a˜ (5.88)
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0 pi
6
pi
12
4.06 5.00 5.06
6.69 7.73 7.88
9.25 10.34 10.59
11.79 12.91 13.25
14.31 15.45 15.90
16.83 17.99 18.54
0 pi
6
pi
12
5.00 4.06 4.92
7.73 6.69 7.70
10.34 9.25 10.39
12.91 11.79 13.051
15.45 14.31 15.69
17.99 16.83 18.33
En la tabla de la izquierda, mostramos los valores M1−+ correspondientes a la polarizacio´n lon-
gitudinal de la me´trica a lo largo de la direccio´n caracterizada por a1, para valores del para´metro
β = 0, β = π
6
y β = π
12
. En la tabla de la derecha, mostramos los valores de la polarizacio´n
caracterizados por a2. En ambos casos, d = 3.
Escalares: 0++ glueballs
El sistema (5.71) es tal que el elemento (5.72) del potencial se reduce a
v(x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
5
m(x) =
2
g(x)2
(
a˜
2
(1− a˜) + 3 a˜− 1
5
ex − 2
25
e2 x
)
m
(1)
i (x) =
1
g(x)2
(
a˜
2
(1 + ai − 2 a˜) + 2 a˜+ ai − 1
5
ex − 2
25
e2x
)
m
(2)
i (x) =
2
g(x)2
(
ai
2
(1− a˜) + 4 ai − a˜− 1
5
ex − 2
25
e2x
)
mij(x) =
1
g(x)2
(
ai
2
(1 + aj − 2 a˜) + 4 ai + aj − 2 a˜− 1
5
ex − 2
25
e2 x
)
. (5.89)
0 π6
π
12
3.97 3.97 3.22
6.67 6.67 6.36
9.26 9.26 9.25
11.81 11.81 12.04
14.45 14.45 14.78
La tabla muestra los valores de M0++ , correspondiente a la perturbacio´n escalar de la me´trica
para β = 0, β = π
6
y β = π
12
, con d = 3.
5.7. Espectros de Glueballs de las teor´ıas de Yang-Mills en 4D
Aqu´ı consideraremos supercuerdas no cr´ıticas tipo IIA en D = 8, en el fondo (5.1)
de D6-branas negras. Tomaremos d = 4 direcciones equivalentes, y D− d− 1 = 3 como
compactas y no equivalentes. Las ecuaciones de v´ınculos (5.2) son
4 a˜+ a1 + a2 + a3 = 1 , 4 a˜
2 + a1
2 + a2
2 + a3
2 = 1. (5.90)
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El espacio que resuelve estos v´ınculos es una esfera 2-dimensional, como resulta claro
de la solucio´n presentada aqu´ı
a1 =
1
7
(√
21x+
√
15 z + 1
)
a2 =
1
7
(
−
√
21x+
√
15 z + 1
)
a3 =
1
7
(
−2
√
42
5
y −
√
12
5
z + 1
)
2 a˜ =
1
7
(√
42
5
y − 2
√
12
5
z + 2
)
(5.91)
donde
x2 + y2 + z2 = 1 (5.92)
y por tanto el espacio de para´metros esta´ naturalmente caracterizado por dos para´me-
tros angulares θ y φ.
Estudiemos ahora el l´ımite de desacoplamiento de la misma manera que hicimos en
el caso de los modelos tridimensionales. La constante de Newton en 8 dimensiones es
2κ8
2 ∼ ls6 gs2. Luego, para desacoplar la torre de estados de cuerdas abiertas, as´ı como
los estados de interaccio´n bulk-open y bulk-bulk, es necesario tomar el l´ımite de baja
eneg´ıa ls → 0. Nuevamente el problema se focaliza en lo que queda en el volumen
de mundo de las D6-branas. Como ya dijeramos, el vac´ıo no cr´ıtico preserva 2
D
2 = 16
supercargas, y una D6-brana BPS embebida en e´l preservara´ 8 de e´stas, de manera
similar a lo discutido en la seccio´n 5.7 a partir del conocimiento de que el l´ımite de baja
energ´ıa de una D5-brana en el vac´ıo del cigarro corresponde a unaN = (0, 1) super Yang
Mills mı´nima en 6 dimensiones [55]. De aqu´ı podemos argumentar que nuestra familia
es hologra´fica en el UV a una CFT (desconocida) en 7 dimensiones, que corresponde al
completamiento de la teor´ıa de YM cuyo acoplamiento a la escala Λs ≡ ls−1 es
gYM7
2 =
Ts
2
TD6
∼ ls3 gs. (5.93)
El acoplamiento de t’Hooft a esa escala, y el acoplamiento efectivo adimensional a la
escala E son
λ7
2 ≡ gYM72N ∼ ls3 ; λeff7 (E)2 ≡ λ72E3 ∼
(
E
Λs
)3
, (5.94)
de donde se siguen la validez de la descripcio´n perturbativa en la regio´n E << Λs
y la ausencia de un l´ımite de desacople [38]. El acoplamiento de t’Hooft a la escala
de compactificacio´n Λc ≡ (8π3 R1R2R1)− 13 de la teor´ıa cuadridimensional en la que
estamos interesados es
λ4
2 =
λ7
2
8π3R1R2R3
∼
(
Λc
Λs
)3
. (5.95)
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Para hacer contacto con la teor´ıa de YM pura en cuatro dimensiones tenemos que tomar
el l´ımite de escaleo [3] [27],
Λc e
− 1
B λ4(Λc)
Λc→∞−−−−→
Λs→∞
ΛQCD ∼ u0 ←→ ln Λc
u0
∼
(
Λs
Λc
) 3
2
, (5.96)
donde B es el coeficiente de la funcio´n β a un loop definida por β(λ4) ≡ µ∂µλ4(µ) =
−B λ42 + . . . (B = 2348π2 para YM SU(N) puro).
No consideraremos perturbaciones del tipo A+3 .
5.7.1. Espectro de fluctuaciones dilato´nicas: O++ glueballs
La ecuacio´n tipo Schro¨dinger a resolver da el siguiente potencial
V (x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
+
8
7
ex
g(x)
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
9
7
−a˜ +
3∑
i=1
pˆi
2 e
(1−ai)x
g(x)
9
7
−ai
(5.97)
P1 P2 P3
10.69 11.15 11.43
13.80 14.96 15.17
16.78 18.4 18.68
19.68 21.85 22.08
22.54 25.18 25.67
La tabla muestra los valores para las masasM0++ , correspondientes a las perturbaciones dilato´nicas,
en los puntos del espacio de para´metros P1 = (π
6
, 7π
6
), P2 = (π
2
, 4π
3
) y P3 = (π
3
, 9π
6
) del caso
d = 4.
5.7.2. Espectros de fluctuaciones de RR 1-formas
Es directo verificar que las perturbaciones definidas prendiendo so´lo fq+2, para cual-
quier q 6= p+1 son consistentes, dando ecuaciones de Maxwell generalizadas. En parti-
cular, para D = 6 tenemos so´lo a1 del sector de RR
11.
De las seccio´n 5, analizamos
Polarizaciones longitudinales: 0−+ glueballs
Llevando a cabo los mismo pasos que en (5.40) obtenemos la forma de ecuacio´n
de Schro¨dinger (5.41), con potencial
V (x) =
1
4 g(x)2
(
25
49
e2x +
2
7
(5 + 2 ai) e
x + ai
2
)
−Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
9
7
−a˜ +
∑
j 6=i
pˆj
2 e
(1−aj )x
g(x)
9
7
−aj
(5.98)
11Trabajamos en base local, no en una base coordenada, y por lo tanto, nuestras componentes tenso-
riales difieren de aquellas en [42] por factores de la me´trica.
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P1 P2 P3
4.84 5.36 4.58
7.68 8.25 7.43
10.46 11.06 10.20
13.21 13.84 12.95
P1 P2 P3
4.44 4.925 5.26
7.29 7.74 8.12
10.04 10.47 10.89
12.75 13.19 13.62
P1 P2 P3
4.96 4.96 5.24
7.85 7.85 , 8.17
10.66 10.66 11.00
13.45 13.45 , 13.80
En la tabla de la izquierda, mostramos los valores de las masas M0−+ , correspondientes a la
perturbacio´n longitudinal de la 1-forma polarizada a lo largo de la direccio´n caracterizada por
a1. Los para´metros toman valores llamados P1, P2 and P3, del espacio parame´trico asociado
con las soluciones en 4 dimensiones. En la tabla del centro y de la derecha, mostramos estos
valores para las polarizaciones longitudinales a2 and a3, respectivamente.
Polarizaciones transversas: 1++ glueballs
El potencial es
V (x) =
1
4 g(x)2
(
25
49
e2x +
2
7
(5 + 2 a˜) ex + a˜2
)
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
9
7
−a˜ +
∑
j
pˆj
2 e
(1−aj )x
g(x)
9
7
−aj
(5.99)
P1 P2 P3
4.42 4.31 4.52
7.31 7.14 7.44
10.10 9.89 10.27
12.86 1260 13.06
15.61 15.30 15.83
La tabla muestra los valores de M1++ de las perturbaciones transversas de la 1-forma en los puntos
P1, P2 y P3 del espacio de para´metros correspondiente a d = 4.
5.7.3. Espectros de Glueball de perturbaciones en la me´trica
Del ansa¨tz propuesto para la me´trica en la seccio´n 5 analizamos, en d = 4, los
siguientes casos:
Polarizaciones transversas: 2++ glueballs
El potencial
V (x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
9
7
−a˜ . (5.100)
Notemos que no hay degeneracio´n con el espectro 0++, como s´ı sucede en el caso
de cuerdas cr´ıticas, tal como es notado por [42], hecho que es va´lido para todas
las soluciones de nuestra familia.
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P1 P2 P3
5.52 5.40 5.60
8.45 8.29 8.55
11.27 11.07 11.40
14.05 13.80 14.21
16.81 16.52 17.00
En esta tabla mostramos los valores de M2++ , correspondientes a la me´trica transversa. Estos
valores corresponden a P1, P2 y P3, todos ellos calculados en d = 4.
Polarizaciones longitudinales: 1−+ glueballs
El potencial es
V (x) =
1
4
− 1− (ai − a˜)
2
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)
9
7
−a˜ . (5.101)
P1 P2 P3
5.97 6.39 5.79
8.93 9.42 8.72
11.76 12.30 11.54
14.55 15.12 14.32
P1 P2 P3
5.54, 5.96 6.26
8.41 8.87 9.23
11.19 11.66 12.06
13.92 14.41 14.82
P1 P2 P3
6.14 6.14 6.36
9.14 9.14 9.41
12.00 12.00 12.31
14.83 14.83 15.15
En las tablas de arriba mostramos los valores para M1−+ , de la perturbacio´n longitudinal de la
me´trica, a lo largo de 3 direcciones diferentes asociadas con a1, a2 y a3. Los valores corresponden
a puntos del espacio de para´metros que hemos denominado P1, P2, y P3 con d = 4.
Escalares: 0++ glueballs
El sistema (5.71) es tal que el elemento (5.72) del potencial se reduce a
v(x) =
1
4
− 1
4 g(x)2
− Mˆ2 e
(1−a˜)x
g(x)1−a˜+
2
7
m(x) =
4
g(x)2
(
a˜
2
(1− a˜) + 5 a˜− 1
7
ex − 2
49
e2 x
)
m
(1)
i (x) =
1
g(x)2
(
a˜
2
(1 + ai − 2 a˜) + 4 a˜+ ai − 1
7
ex − 2
49
e2x
)
m
(2)
i (x) =
4
g(x)2
(
ai
2
(1− a˜) + 6 ai − a˜− 1
7
ex − 2
49
e2x
)
mij(x) =
1
g(x)2
(
ai
2
(1 + aj − 2 a˜) + 6 ai + aj − 2 a˜− 1
7
ex − 2
49
e2 x
)
(5.102)
P1 P2 P3
6.44 6.37 6.50
9.12 9.00 9.20
11.62 11.47 11.72
14.06 13.87 14.18
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La tabla muestra los valores de M0++ , correspondientes a las perturbaciones escalares de la
me´trica para tres diferentes valores del espacio de para´metros P1, P2, y P3 en d = 4.
5.8. Resumen de resultados y discusio´n
En este punto es interesante resaltar algunos aspectos que conciernen a los resultados
obtenidos en el ca´lculo de los espectros de glueballs. Bien puede pensarse que el enfoque
que hemos utilizado para el co´mputo de los espectros es bastante indirecto, puesto que
no proviene de una teor´ıa fenomenolo´gica ni de una teor´ıa fundamental, so´lo se motiva
en la dualidad conjeturada entre teor´ıas de gauge y teor´ıas de gravedad. Sin embargo,
los resultados obtenidos muestran una gran concordancia con los valores esperados para
estos espectros. Dichos valores no son predichos por QCD, ya que se trata de estados
inalcanzables perturbativamente, pero aparecen de manera natural en Lattice QCD y
se espera que realmente existan en la naturaleza. Au´n cuando estos estados no han
sido confirmados experimentalmente, el actual grado de confianza de la comunidad
cient´ıfica en los ca´lculos de Lattice QCD hace que los glueballs, estados singletes de
color, sean parte de la zoolog´ıa actualmente aceptada de QCD. En este apartado nos
proponemos comparar los resultados obtenidos por nosotros, con los ca´lculos de Lattice
QCD en el l´ımite de N grande. Esto u´ltimo es fundamental ya que nuestro setup tiene
sentido so´lo en este l´ımite de N. La pregunta de si N = 3 es lo suficientemente grande
como para esperar algu´n tipo de contacto con la realidad, puede responderse, al menos
fenomenolo´gicamente, teniendo en cuenta que los valores predichos por Lattice QCD
para N = 2, 3, 4, 5 var´ıan muy poco unos de otros ([74], [75]). Vale decir entonces que
es de esperar que la teor´ıa simplificada SU(N) en el l´ımite de t’Hooft, sea capaz de
reproducir con sensibilidad la f´ısica de glueballs. A modo de ejemplo, hemos calculado
los espectros en dimensio´n D = 3 y D = 4. Si bien el intere´s central de estas teor´ıas de
gauge es describir QCD en el mundo real, D = 4, grande es el intere´s que despiertan
estas teor´ıas de YM en dimensiones menores, por eso hemos realizado el ca´lculo en
D = 3. Cabe destacar, sin embargo, que mucha de la fenomenolog´ıa esperada en ambas
dimensiones es la misma.
Pasemos entonces al ana´lisis de los resultados obtenidos. Es interesante notar que
para d = 3, en nuestro caso, por cada perturbacio´n polarizada longitudinalmente existen
dos contribuciones diferentes, una asociada con la direccio´n caracterizada por a1 y
la otra con la direccio´n caracterizada por a2. Estas contribuciones no son modos de
Kaluza-Klein, sino que son consecuencia de polarizaciones a lo largo de dos direcciones
compactas no equivalentes. Es por esto que nuestro espectro posee el doble de estados
0−+ y 1−+ que aquel hallado en [42]. Estos modos en general esta´n desdoblados y
no contribuyen con una degeneracio´n superior, excepto para valores particulares del
para´metro β. En general, e´stos esta´n separados ligeramente en los valores de sus masas,
como consecuencia del v´ınculo (5.2) (Figura (5.2)).
Au´n cuando esperabamos ser capaces de reproducir a la perfeccio´n el espectro ob-
tenido por [42] (a menos de los desdoblamientos), cuando nuestro para´metro β toma el
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0-+ 1++ 0++dilaton 1-+ 0++metric 2++
0
1
2
Glueball spectra HΒ=0L
Figura 5.2: El gra´fico muestra el espectro de glueballs normalizado por la masa ma´s
baja del 0++, en d = 3 para β = 0.
valor β = π/6 tal cosa no sucede. Esto se debe a que nuestro espectro difiere del encon-
trado en [42] en los autovalores ma´s bajos de los estados 0++ asociados a la perturbacio´n
me´trica. En nuestro caso, la concordancia entre los valores obtenidos en forma nume´rica
y a trave´s de WKB, es muy buena, no siendo e´ste el caso para [42]. Es por este motivo
que creemos que el valor correcto para el estado ma´s bajo del 0++ es el obtenido por
nosotros. A continuacio´n, se muestra en el gra´fico de la Figura 5.3, el espectro obtenido
por [42] y nuestro espectro, ambos normalizados por el autovalor ma´s bajo del 0++
respectivo. En el gra´fico de la Figura 5.4 los mismos dos espectros, pero ahora ambos
normalizados por el valor ma´s bajo 0++ obtenido por nosotros. El acuerdo entre ambos
espectros es absoluto.
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
0-+ 1++ 0++dilaton 1-+ 0++metric 2++
0
1
2
3
4
Glueballs Β=Π6 and KS normalized by H0++LΒ=Π6 and H0++LKS
Figura 5.3: En este gra´fico se comparan los espectros obtenidos por Kuperstein y Son-
nenschein [42](@) y nuestro caso β = π6 (△), cada uno normalizado por su correspon-
diente 0++ ma´s bajo. En principio, estos dos espectros deber´ıan ser iguales, a menos de
los desdoblamientos en 0−+ y en 1−+.
Es importante notar aqu´ı que la forma cualitativa esperada para el espectro de glue-
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0-+ 1++ 0++dilaton 1-+ 0++metric 2++
0
1
2
Glueballs Β=Π6 and KS normalized by H0++LΒ=Π6
Figura 5.4: En este gra´fico se comparan los espectros obtenidos por Kuperstein y Son-
nenschein [42](♯) y nuestro caso β = π6 (△), ambos normalizados por nuestro valor 0++
ma´s bajo. El acuerdo entre ambos espectros es muy bueno, a menos de los desdobla-
mientos en 0−+ y en 1−+.
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0-+ 1++ 0++dilaton 1-+ 0++metric 2++
0
1
2
Glueballs Β=Π6 and Lattice QCD HTeperL
Figura 5.5: En este gra´fico comparamos el espectro obtenido por nosotros para β = π/6
(△) con el espectro obtenido en Lattice QCD (♯) para d = 3 por Teper ([74]) .
balls no es exactamente la que observamos para los valores del para´metro β mostrados
en los gra´ficos anteriores. En general es ampliamente asumido, y en algunos casos ve-
rificado en el ca´culo de Lattice QCD, que el glueball de menor masa corresponde al
operador 0++. Esto claramente no es lo que sucede con nuestro espectro en los gra´ficos
que se muestran en las Figuras 5.2, 5.3 y 5.4. Sin embargo, debido a la libertad en la
eleccio´n del para´metro β, es posible ajustar el mismo para obtener un mejor acuerdo
con el espectro esperado.
Si bien durante el transcurso de esta tesis no hemos realizado una exploracio´n sistema´ti-
ca del sector confinante del espacio parametrizado por β, se puede obervar, por simple
inspeccio´n, que algunos valores del para´metro acuerdan mejor con los valores obtenido
en el ca´lculo de Lattice QCD ([74])(Ver Figura 5.6).
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Glueballs Β=Π12 and Lattice QCD HTeperL
Figura 5.6: En este gra´fico comparamos el espectro obtenido por nosotros para β =
π/12 (▽) con el espectro obtenido en Lattice QCD (♯) para d = 3 por Teper ([74]).
Por u´ltimo, es interesante notar que para el mismo valor de β para el cual el espectro
obtenido se parece ma´s al esperado, en cuanto a los cocientes relativos entre las masas
de los distintos glueballs, simulta´neamente el desdoblamiento de estados debido a las
polarizaciones longitudinales se hace cada vez ma´s pequen˜o (creemos que un valor ma´s
preciso de β podr´ıa hacer desaparecer tal desdoblamiento dejando un espectro degene-
rado). De esta manera, el espectro resulta cualitativamente y cuantitativamente ma´s
parecido au´n al predicho por Lattice QCD.
En el caso d = 4 (Figura 5.7), nuestras soluciones poseen 3 direcciones compactas no
equivalentes, y por lo tanto, 3 estados con los mismos nu´meros cua´nticos pero diferentes
masas. Como en el caso anterior, las polarizaciones longitudinales se ven desdobladas
como consecuencia de la libertad de polarizar a lo largo de las 3 direcciones no equiva-
lentes. Nuevamente, la libertad en la eleccio´n de los para´metros (ahora son dos), nos da
la posibilidad de obtener diferentes espectros dependiendo de la eleccio´n de los mismos.
Como ya mencionamos, no ha sido la intencio´n de este trabajo realizar una bu´squeda
sistema´tica de los para´metros que mejor ajustan el espectro deseado. Sin embargo, a
pesar de la dificultad que implica el ca´lculo del espectro completo y la complejidad
de estudiar el espacio de para´metros bidimensional, creemos que es posible hallar un
punto en dicho espacio que de´ lugar a un mejor ajuste entre los datos de Lattice QCD
y nuestro espectro (ver Figura (5.8)).
Por otro lado, es muy importante notar que todas nuestras soluciones llevan a un
problema y a un espectro resultante bien definidos, au´n cuando resultan singulares en el
IR. Es como si algu´n mecanismo, que actu´a de manera natural, impidiera que la f´ısica
del borde este´ relacionada con excitaciones en el IR profundo. Ciertamente esto es lo
que sucede cuando estudiamos en la seccio´n 5.3 los lazos de Wilson, donde la cuerda
amarrada a los quarks no dina´micos so´lo pod´ıa penetrar hasta un valor u = uc con
uc > u0. Ma´s au´n, ambas familias (5.1) y (C.1) llevan exactamente al mismo espectro,
tal como se muestra en (C), hecho que se pod´ıa ya anticipar por argumentos de T-
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0-+ 1++ 0++dilaton 1-+ 0++metric 2++
1
Glueball spectra HΘ=Π2 , Φ=4Π3L
Figura 5.7: El gra´fico muestra el espectro de glueballs para d = 4 normalizado por
el valor ma´s bajo 0++ para el punto del espacio de para´metros denominado P2, que
corresponde a θ = π2 y β =
4π
3 .
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0-+ 1++ 0++dilaton 1-+ 0++metric 2++
1
Glueballs P1, P2, P3, and Lattice normailzed by 0++
Figura 5.8: En el gra´fico se muestra el espectro de glueballs para d = 4, calculado en
tres puntos diferentes del espacio de para´metros P1(©, P2(△), P3(♯) y se lo compara
con el espectro obtenido en Lattice QCD (⌣¨) por Morningstar and Peardon [75].
dualidad. Sin embargo, resulta llamativo que mientras la aproximacio´n de cuerdas para
toda la familia de soluciones con dilato´n constante resulta bajo control en el l´ımite de
N grande, la familia T-dual a e´sta aparece como restringida a la regio´n aθ < 0 debido
a que la constante de acoplamiento de cuerdas efectiva gs ≡ eΦ explota en la regio´n
infrarroja u → u0+. Esto es una sen˜al ma´s de la irrelevancia de la singularidad de la
solucio´n en la f´ısica del borde. Estos hechos han sido ya notados en la referencia [76]
(ver [77] para un resumen), este comportamiento de las singularidades de las soluciones,
que impide que la f´ısica del borde sea captada por excitaciones en la regio´n singular, es
comu´n en las singularidades llamadas repulsivas.
Finalmente, creemos que es posible que existan soluciones exactas que se aproximen
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a las nuestras en el UV, pero que sean regulares en el IR, au´n al nivel de accio´n efectiva
de baja energ´ıa, es decir, a trave´s de una posible dependencia no trivial en θ. Esto sucede
con el fondo de Klebanov-Tseytlin [58], el cual presenta una singularidad desnuda que
resulta regularizada por la solucio´n de Klebanov-Strassler [60], pero que modifica su
espectro de forma suave.
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Cap´ıtulo 6
Conclusiones
En esta tesis, hemos abordado el problema del estudio de la accio´n efectiva de ba-
ja energ´ıa de las teor´ıas de cuerdas no cr´ıticas y sus soluciones. A diferencia de otros
trabajos previos, en los que las soluciones son encontradas a trave´s de un conjunto de
ecuaciones BPS derivadas de un superpotencial, hemos preferido encarar el problema
directamente, resolviendo de manera sistema´tica el conjunto completo de ecuaciones de
segundo orden fuertemente acoplado correspondiente a las ecuaciones de movimiento.
Dada la complejidad de dichas ecuaciones, este problema no es nada trivial. Sin em-
bargo, hemos podido obtener soluciones a dichas ecuaciones en diferentes contextos,
llegando en algunos casos a agotar todas las posibles soluciones. En particular, como
ya comenta´ramos en la discusio´n del cap´ıtulo 4, hemos encontrado todas las posibles
soluciones de vac´ıo, y por supuesto entre ellas hemos recuperado las previamente cono-
cidas en la literatura. Resulta interesante remarcar que es posible que algunas de ellas
tambie´n se comporten como CFT exactas, y so´lo reciban correcciones menores que no
modifiquen sustancialmente sus caracter´ısticas 1 . De manera similar, tambie´n hemos
agotado el problema de hallar soluciones cargadas frente a campos de NSNS que llenan
todo Minkowski, que en el caso de objetos unidimensionales, representar´ıan cuerdas
fundamentales. Hemos encontrado, adema´s, la solucio´n interpretable como una cuerda
fundamental doblemente localizada en el tip del cigarro y en el origen del espacio plano
2 . Por otro lado, encontramos tambie´n la que corresponder´ıa a una cuerda fundamental
en el vac´ıo del dilato´n lineal, entre varias otras soluciones. Por u´ltimo, tambie´n en el
cap´ıtulo 4, encontramos familias de soluciones de fondos cargados RR que pueden ser
interpretados como near horizon de Dp-branas en el vac´ıo del dilato´n lineal, y tales
que sus T-duales son familias de dilato´n constante e incluyen de manera particular la
solucio´n encontrada previamente por Kuperstein y Sonnenschein en [4].
En el Cap´ıtulo 5 hemos estudiado, via la dualidad gauge/gravedad, el posible com-
portamiento de teor´ıas de gauge duales a una generalizacio´n de esta familia de soluciones
cargadas frente a RR con dilato´n constante. En particular, hemos abordado el estudio
de los lazos de Wilson en estas teor´ıas de gauge a trave´s de su prescripcio´n dual y hemos
sido capaces de determinar la condicio´n de confinamiento, en te´rminos de condiciones
1Esta es una interesante hipo´tesis que podr´ıa ser abordada en un futuro trabajo
2Esta es una de las pocas soluciones doblemente localizadas que se conocen
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sobre el espacio de para´metros que caracterizan nuestra familia. En estas condiciones
hemos emprendido el estudio del espectro de glueballs de estas teor´ıas de gauge, que co-
mo se sabe, son los grados de libertad dominantes a grandes valores de N (re´gimen en el
cual nuestro estudio es estrictamente va´lido). A trave´s de la identificacio´n de los grados
de libertad de gravedad con los de operadores de la teor´ıa de gauge, hemos obtenido
tal espectro resolviendo ecuaciones diferenciales acopladas de segundo orden de mane-
ra nume´rica. Durante el transcurso de estos estudios, tambie´n hemos calculado estos
espectros en la aproximacio´n WKB, pero dado que el acuerdo entre ambos ca´lculos es
total, por prolijidad en la presentacio´n so´lo hemos mostrado los resultados nume´ricos.
Es importante destacar que el acuerdo logrado con el ca´lculo de Laticce QCD es muy
bueno, teniendo en cuenta que se tratan de dos enfoques totalmente diferentes, y que
los datos obtenidos pertenecer´ıan a reg´ımenes opuestos de la constante de acoplamiento
de la teor´ıa de gauge bajo estudio. El acuerdo es mejor en el caso de YM en D = 3 que
en D = 4. Esto posiblemente se deba a que no hemos hecho un estudio sistema´tico de
los valores de los para´metros que mejor ajustan si no que, a modo ilustrativo, hemos
buscado, a prueba y error, puntos diferentes del espacio de para´metros ajustando lo
mejor posible el espectro deseado. En el caso de D = 3, el espacio de para´metros es
unidimensional por lo que buscar a mano un valor que ajuste aceptablemente es ma´s
sencillo que en el caso de D = 4, en el que el espacio de para´metros es bidimensional.
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Ape´ndice A
Algunas fo´rmulas u´tiles I
Aqu´ı recolectamos algunas propiedades u´tiles relacionadas al ansa¨tz asumido para
los campos en la seccio´n 4.4,
G = −A2 dx02 + A˜2 d~x2 + C2 dρ2 + C˜2 dz2 ≡ ηmn ωm ωn
Ap+1 = dx
0 ∧ · · · ∧ dxp E(ρ)
Φ = Φ(ρ) (A.1)
donde ~x es un vector p dimensional, y donde hemos introducido los vielbein ωn y los
campos vectoriales duales em, em(ω
n) = δnm, definidos por
ω0 = A(ρ) dx0 , e0 = A(ρ)
−1 ∂0
ωI = A˜(ρ) dxI , eI = A˜(ρ)
−1 ∂I , I = 1, . . . , p
ωp+1 = C(ρ) dρ , ep+1 = C(ρ)
−1 ∂ρ
ωp+2 = C˜(ρ) dz , ep+2 = C˜(ρ)
−1 ∂z
(A.2)
A.1. Conexiones
Como es usual, las conexiones ωmn quedan completamente determinadas por las
condiciones de
Torsio´n nula: dωm + ωmn ∧ ωn = 0
Metricidad: ωmn ≡ ηmp ωpn = −ωnm.
Del ca´lculo directo de los coeficientes αmnl,
dωm ≡ 1
2
αmnl ω
n ∧ ωl , αmnl = −αmln (A.3)
obtenemos las conexiones en la siguiente forma,
ωmn ≡ ωmnl ωl , ωmnl = 1
2
(αmnl − αlmn + αnlm) (A.4)
Aqu´ı resumimos todas las conexiones no nulas asociaxdas con la me´trica (A.1),
ω0p+1 =
∂ρ lnA
C
ω0 = ep+1(lnA) ω0
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ωIp+1 =
∂ρ ln A˜
C
ωI = ep+1(ln A˜) ωI
ωp+1,p+2 = −∂ρ ln C˜
C
ωp+2 = −ep+1(ln C˜) ωp+2 (A.5)
A.2. Derivadas covariantes
En esta seccio´n, presentamos todas las derivadas covariantes de intere´s relacionadas
con las conexiones mostradas arriba. Por definicio´n,
Dm(An) ≡ em(An)− ωsnm As
Ya que todas nuestras dependencias son a trave´s de funciones escalares de ρ, es suficiente
conocer so´lo algunas de ellas. Sea φ(ρ) una funcio´n escalar arbitraria de ρ; luego se
obtienen las siguientes derivadas no nulas (se asume contraccio´n de ı´ndices),
Dp+1(φ) = ep+1(φ) =
1
C
∂ρφ
D0
2(φ) = − 1
C2
∂ρ lnA ∂ρφ
DIDJ(φ) = δIJ ep+1(ln A˜) ep+1(φ)
Dp+1
2(φ) = ∂ρ
(
∂ρφ
C2
)
+
1
C2
∂ρ lnC ∂ρφ
Dp+2
2(φ) =
1
C2
∂ρ ln C˜ ∂ρφ
D2(φ) =
1
F1
∂ρ
(
F1
C2
∂ρφ
)
= ∂ρ
(
∂ρφ
C2
)
+
1
C2
∂ρ lnF1 ∂ρφ
ebξD(e−bξ ψ D(φ)) =
1
F1 e−bξ
∂ρ
(
F1 e
−bξ
C2
ψ ∂ρφ
)
(A.6)
donde F1 ≡ AA˜p C C˜ , ǫG = dx0 ∧ dx1 ∧ · · · ∧ dxp ∧ dρ ∧ dθ F1 .
A.3. Tensor de curvatura
Por definicio´n,
ℜmn ≡ dωmn + ωmp ∧ ωpn = 1
2
ℜmnpq ωp ∧ ωq (A.7)
Del ca´lculo resulta que,
ℜ0I = D02(ln A˜) ω0 ∧ ωI
ℜ0p+1 = − 1
A
Dp+1
2(A) ω0 ∧ ωp+1
ℜIp+1 = − 1
A˜
Dp+1
2(A˜) ωI ∧ ωp+1
ℜIJ = −Dp+1(ln A˜)2 ωI ∧ ωJ
ℜ0p+2 = − 1
A
Dp+2
2(A) ω0 ∧ ωp+2
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ℜIp+2 = − 1
A˜
Dp+2
2(A˜) ωI ∧ ωp+2
ℜp+1p+2 = − 1
C˜
Dp+1
2(C˜) ωp+1 ∧ ωp+2 (A.8)
A.4. Tensor de Ricci y escalar de Ricci
De (A.8), se obtienen las siguientes componentes del tensor de Ricci Rmn ≡ ℜpmpn,
R00 = D
2(lnA)
RIJ = −D2(ln A˜) δIJ
Rp+1p+1 = −D2(lnC)− 1
A
∂ρ
(
∂ρA
C2
)
− p
A˜
∂ρ
(
∂ρA˜
C2
)
+
1
C
∂ρ
(
∂ρ˜C
C2
)
− 1
C˜
∂ρ
(
∂ρC˜
C2
)
= −D2(lnC)− Dp+1
2(A)
A
− p Dp+1
2(A˜)
A˜
+
Dp+1
2(C)
C
− Dp+1
2(C˜)
C˜
+
1
C2
∂ρ lnC ∂ρ ln
F1
C2
Rp+2p+2 = −D2(ln C˜) (A.9)
La curvatura escalar resulta,
R = − 2
C
∂2ρ
(
1
C
)
−D(lnA)2 − pD(ln A˜)2 −D(lnC)2 −D(ln C˜)2
− 2D2(lnF1) +D(lnF1)2 (A.10)
A.5. Tensor intesidad de campo
A partir del ansa¨tz (4.46) para las (p + 1)-formas se obtiene,
Fp+2 = dx
0 ∧ · · · ∧ dxp ∂ρE(ρ)
(Fp+2)
2
µν = −
(∂ρE)
2
(AA˜p C)2
ηµν
(Fp+2)
2
p+1p+1 = −
(∂ρE)
2
(AA˜p C)2
(A.11)
La contribucio´n de gauge al tensor intensidad de campo resulta,
TAµν = −
2− bp
8
e(2+bp)Φ(
AA˜p C
)2 (∂ρE)2 ηµν
TAp+1p+1 = −
2− bp
8
e(2+bp)Φ(
AA˜p C
)2 (∂ρE)2
TAp+2p+2 =
2 + bp
8
e(2+bp)Φ(
AA˜p C
)2 (∂ρE)2 (A.12)
110
A.6. Las ecuaciones de movimiento
Utilizando los resultados anteriores para el ca´lculo del tensor de Ricci, el tensor
intensidad de campo, etc., las ecuaciones de movimiento (4.44) para el ansa¨tz (4.46)
pueden ser reescritas de la siguiente manera,
A-equation
e2ΦD(e−2ΦD(lnA)) =
2− bp
8
e(bp+2)Φ
(AA˜p C)2
(∂ρE)
2 (A.13)
A˜-equation
e2ΦD(e−2ΦD(ln A˜)) =
2− bp
8
e(bp+2)Φ
(AA˜p C)2
(∂ρE)
2 (A.14)
C-equation
− e2ΦD(e−2ΦD(lnC)) = Dp+1
2(A)
A
+ p
Dp+1
2(A˜)
A˜
− Dp+1
2(C)
C
+
Dp+1
2(C˜)
C˜
− 2Dp+12(Φ)− 1
C2
∂ρ lnC ∂ρ ln
(
F1
C2
e−2Φ
)
− 2− bp
8
e(bp+2)Φ
(AA˜p C)2
(∂ρE)
2 (A.15)
C˜-equation
−e2ΦD(e−2ΦD(ln C˜)) = 2 + bp
8
e(bp+2)Φ
(AA˜p C)2
(∂ρE)
2 (A.16)
Φ-equation
e2ΦD(e−2ΦD(ln e−2Φ)) = Λ2 − (p+ 1) 2− bp
8
e(bp+2)Φ
(AA˜p C)2
(∂ρE)
2 (A.17)
E-equation
−D
(
ebpΦ
(AA˜p)2
D(E)
)
= (−)pQp δ
2
⊥
F1
(A.18)
En la u´ltima ecuacio´n, la correspondiente a E, hemos usado la siguiente relacio´n,
∗Fp+2 = (−)p C˜
2
F1
∂ρE dz (A.19)
y hemos supuesto una fuente de forma Qp Jp+1, con
J01...pp+1 =
δ2⊥√−detG =
δ2
G⊥
AA˜p
−→ Jp+1 = −δ2G⊥ ω0 ∧ · · · ∧ ωp (A.20)
donde usamos G⊥ para referirnos a la me´trica del espacio donde la p-brana plana es
localizada.
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Ape´ndice B
Fo´rmulas u´tiles II
En este ape´ndice, resumimos convenciones y fo´rmulas relevantes para los ca´lculos
presentados en el cap´ıtulo 5 de esta tesis. A menos que sea especificado expl´ıcitamente,
trabajaremos en la base local con ı´ndices A,B,C, · · · = 0, 1, . . . ,D − 1.
Consideremos una me´trica de la forma,
G = ηAB ω
A ωB = ηab ω
a ωb + ωn2 , a, b = 0, 1, . . . ,D − 2 (B.1)
donde los vielbein ωA, los vectores duales eA, eA(ω
B) = δBA , y el elemento de volumen
son,
ωa = Aa(u) dx
a , ea = Aa(u)
−1 ∂a
ωn = C(u) du , en = C(u)
−1 ∂u
ǫG = ω
0 ∧ · · · ∧ ωn = dx0 ∧ · · · ∧ dxD−2 ∧ duF1 , F1 =
∏
a
Aa C (B.2)
Reescribiremos nuevamente algunas fo´rmulas del ape´ndice anterior y otras nuevas
en estas coordenadas. Las conexiones pseudo-riemmanianas, ωAB = −ωBA : dωA +
ωAB ∧ ωB = 0 son,
ωab = 0 , ωan = σa ωa
σa ≡ en(lnAa) , σ ≡
∑
a
σa = en
(
ln
F1
C
)
(B.3)
Las derivadas covariantes sobre un escalar φ(x, u) son,
DA(φ) = eA(φ) , ∀A
DaDb(φ) = eaeb(φ) + σa en(φ) ηab
DaDn(φ) = eaen(φ)− σa ea(φ)
DnDa(φ) = enea(φ) = DaDn(φ)
Dn
2(φ) = en
2(φ)
D2(φ) = eaea(φ) + en
2(φ) + σ en(φ) =
∑
a
∂a∂aφ
Aa2
+
1
E
∂u
(
E
C2
∂uφ
)
(B.4)
con σ definido en (B.3).
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Las derivadas covariantes relevantes de la 1-forma son A = AA(x, u)ω
A son,
DbAa = eb(Aa) + σbAn ηab
DnAa = en(Aa)
DaAn = ea(An)− σaAa
DnAn = en(An)
DcDaAb = ecea(Ab) + σc en(Ab) ηca − σc σaAa ηcb + σb (ec(An) ηab + ea(An) ηcb)
DnDaAb = enea(Ab) + en(σaAn) ηab
DaDnAb = eaen(Ab)− σa ea(Ab) + σb (en(An)− σbAn) ηab
DnDnAb = en
2(Ab)
DcDaAn = ecea(An)− σa ec(Aa)− σc ea(Ac) + σa (en(An)− σaAn) ηac
DnDaAn = enea(An)− en(σaAa)
DaDnAn = eaen(An)− σa (ea(An) + en(Aa)− σaAa)
DnDnAn = en
2(An) (B.5)
Las derivadas covariantes relevantes sobre un 2-tensor sime´trico h = hAB(x, u)ω
A ωB
son,
Dchab = ec(hab) + σc (ηac hbn + ηbc han)
Dchan = ec(han) + σc (ηac hnn − hac)
Dchnn = ec(hnn)− 2σc hcn
DnhAB = en(hAB) , ∀ A,B
DdDchab = edec(hab) + σc σd ((ηbc ηad + ηac ηbd)hnn − ηad hbc − ηbd hac)
+ σc (ηcd en(hab) + ηac ed(hbn) + ηbc ed(han) + σd (ηad ec(hbn) + ηbd ec(han))
DnDchab = enec(hab) + ηac en(σc hbn) + ηbc en(σc han)
DcDnhab = ecen(hab) + σc (ηac en(hbn) + ηbc en(han)− ec(hab))− σc2 (ηac hbn + ηbc han)
DdDchan = edec(han)− σc σd (ηac hdn + 2 ηad hcn) + σc (ηac ed(hnn)− ed(hac))
+ σd (ηad ec(hnn)− ec(had) + σd ηcd (en(han)− σc han)
DnDchan = enec(han) + ηac en(σa hnn)− en(σc hac)
DcDnhan = ecen(han) + σc (ηac en(hnn)− en(hac)− ec(han))− σc2 (ηac hnn − hac)
DdDchnn = edec(hnn)− 2σc σd (ηcd hnn − hcd) + σc ηcd en(hnn)
− 2 (σc ed(hcn) + σd ec(hdn))
DnDchnn = enec(hnn)− 2 en(σc hcn)
DcDnhnn = ecen(hnn)− σc (ec(hnn) + 2 (en(hcn)− σc hcn))
DnDnhAB = en
2(hAB) , ∀ A,B (B.6)
El tensor de curvatura ℜAB ≡ dωAB + ωAC ∧ ωCB es,
ℜab = −σa σb ωa ∧ ωb
ℜan = − 1
Aa
en
2(Aa) ωa ∧ ωn (B.7)
y el tensor de Ricci y el escalar de Ricci son,
Rab = −D2(lnAa) ηab
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Rnn = −
∑
a
1
Aa
en
2(Aa) = −
(
en(σ) +
∑
a
σa
2
)
R = −2D2
(
ln
F1
C
)
+ σ2 −
∑
a
σa
2 (B.8)
B.1. Ca´lculo del tensor AAB
Cuando se tienen en cuenta las perturbaciones de la me´trica, el siguiente 2-tensor
aparece naturalmente,
AAB(h) ≡ DADBhCC +D2hAB −DCDAhCB −DCDBhAC . (B.9)
Con ayuda de (B.6) obtenemos las expresiones,
Aab(h) = e
AeA(hab) + eaeb(h
C
C)− eaen(hbn)− eben(han)− ecea(hbc)− eceb(hac)
+ σ en(hab) +
(
en(σa + σb) + σ (σa + σb)− (σa − σb)2
)
hab
+ (2σa − σb − σ) ea(hbn) + (2σb − σa − σ) eb(han)
+ ηab (−2 (en(σa) + σ σa) hnn + σa (en(hcc)− en(hnn)− 2 ec(hcn))
Aan(h) = e
cec(han)− ecen(hac)− ecea(hcn) + enea(hcc) + 2 (en(σa) + σ σa)han
− (σ − σa) ea(hnn) + (σa − σc) ec(hac) + σc ea(hcc)
Ann(h) = e
cec(hnn)− σ en(hnn)− 2 ecen(hcn)− 2σc ec(hcn) + en2(hcc) + 2σc en(hcc)
(B.10)
Bajo la transformacio´n de gauge (5.30),
Aab(δǫh) = (en(σa) + σ σa + en(σb) + σ σb) δǫhab + 2 en (en(σa) + σ σa) ǫn ηab
+ (en(σb) + σ σb − en(σa)− σ σa) (ea(ǫb)− eb(ǫa))
Aan(δǫh) = 2 (en(σa) + σ σa) δǫhan + 2
(∑
c
(
en(σc) + σc
2
)− en(σa)− σ σa
)
ea(ǫn)
Ann(δǫh) = 2
∑
c
(
en(σc) + σc
2
)
δǫhnn + 2 en
(∑
c
(
en(σc) + σc
2
))
ǫn (B.11)
B.2. Una derivacio´n corta de las soluciones
Esbozaremos aqu´ı la familia de soluciones (5.1) consideradas. Supongamos un ansa¨tz
para la me´trica de la forma (B.1), junto con,
Φ(u) = Φ = constant
FD = (−)D QD−2 ǫG ⇐⇒ ∗FD = (−)D−1 QD−2 (B.12)
El tensor intensidad de campo en (B.12) lleva a,
(FD)
2
AB = (FD)
2 ηAB , (FD)
2 = −
(
C en(E)
F1
)2
(B.13)
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Las ecuaciones de movimiento en el string frame resultan (consideraremos D-branas,
bD−2 = 0),
RAB =
1
4
e2Φ (FD)
2 ηAB
Λ2 = −D
4
e2Φ (FD)
2
d (∗FD) = (−)D QD−2 ∗ JD−1 , QD−2 ≡ 2κD2 µD−2 (B.14)
donde κD
2 = 8πGD es la constante de acoplamiento gravitatorio y µD−2 la tensio´n de
la D(D − 2)-brana. Las u´ltimas dos ecuaciones pueden ser resueltas por,
C en(E)
F1
= −QD−2 , e2Φ = 4
D
Λ2
QD−22
(B.15)
mientras que las ecuaciones para la me´trica se reducen a,
D2(lnAa) ≡ en(σa) + σ σa = Λ
2
D
, ∀a∑
a
(
en(σa) + σa
2
)
=
Λ2
D
(B.16)
Siguiendo los pasos del cap´ıtulo 4, la solucio´n general a (B.16) puede ser escrita como,
Aa(u) = l0 u f(u)
aa
2 ; C(u) = l0 u
−1 f(u)−
1
2 (B.17)
con f(u) como en (5.1), y el v´ınculo (5.2) sobre los exponentes.
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Ape´ndice C
Las fluctuaciones en las soluciones T-duales
C.1. La familia de soluciones
La familia de soluciones (en el string frame) obtenida haciendo una T-dualidad en
la coordenada xD−2− resulta,
l0
−2G = u2 f(u)aµ ηµν dxµ dxν +
du2
u2 f(u)
+ u1
2 dθ
2
u2 f(u)aθ
, Λ2 l0
2 = D (D − 1)
eΦ =
4π
√
D − 1
|QD−3|
u1
u
f(u)−
aθ
2
FD−1 =
QD−3 l0D−2
2π u1
uD−2 du ∧ dx0 ∧ · · · ∧ dxD−3 ↔ ∗FD−1 = (−)D−1QD−3 dθ
2π
(C.1)
donde µ, ν = 0, 1, . . . ,D − 3 , la coordenada θ es 2π-perio´dica, y
f(u) = 1−
(u0
u
)D−1
(C.2)
Las escalas u0 y u1 son arbitrarias, y los exponentes cumplen,∑
µ
aµ + aθ = 1 ,
∑
µ
aµ
2 + aθ
2 = 1 (C.3)
Near horizon de D(D-3)-branas sobre un fondo de dilato´n lineal
Las siguientes son algunas relaciones u´tiles,
en(σµ) + σ σµ =
Λ2
D − 2 e
4
D−2
Φ
en(σθ) + σ σθ = − D − 4
D(D − 2) Λ
2 e
4
D−2
Φ
∑
a
(
en(σa) + σa
2
)
=
Λ2
D − 2 e
4
D−2
Φ − 4 (D − 2)
(D − 4)2 σθ
2
σ2 −
∑
a
σa
2 =
D − 2
D
Λ2 e
4
D−2
Φ +
4 (D − 2)
(D − 4)2 σθ
2
en
2(Φ) + σ en(Φ) = −Λ
2
D
e
4
D−2
Φ
en(Φ) =
D − 2
D − 4 σθ (C.4)
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C.2. Las ecuaciones para las fluctuaciones en el e-frame
Dado que el sistema es lineal, resulta que (Lǫ(G), Lǫ(Φ), Lǫ(Aq)) es solucio´n para
todo ǫ, la solucio´n puro gauge. A diferencia de las teor´ıas de gravedad ordinarias o
de gauge, donde las transformaciones no son lineales, en nuestro caso es posible defi-
nir expl´ıcitamente cantidades invariantes de gauge, y expresar las ecuaciones para las
perturbaciones (5.26) en te´rminos de e´stas, de manera manifiestamente invariante de
gauge. En efecto, para las familias que nos interesan podemos hacerlo de la siguiente
manera. Primero, nos restringiremos a las fluctuaciones tales que,
fD−1 ≡ χFD−1 , ǫχ = χ+Da˜ǫa˜ + D
D − 4 σθ ǫn (C.5)
Por consistencia con las identidades de Bianchi, se debe satisfacer que χ debe ser inde-
pendiente de θ, y por consiguiente lo sera´n todas las fluctuaciones; la transformacio´n
de gauge para χ se sigue de (5.30). En segundo lugar, siguiendo (5.49) introducimos los
campos (g, ga, Iab, Iξ, Iχ) de la siguiente manera,
hnn ≡ 2 en(g) , δǫg = ǫn
han ≡ Aa en
(
ga
Aa
)
+ ea(g) , δǫga = ǫa
hab ≡ Iab + ea(gb) + eb(ga) + 2 ηab σa g , δǫIab = 0
ξ ≡ Iξ + D − 2
D − 4 σθ g , δǫIξ = 0
χ ≡ Iχ + eµ(gµ) + en(g) +
(
σ +
4
D − 4 σθ
)
g , δǫIχ = 0 (C.6)
donde las transformaciones de gauge se siguen de (5.30). En te´rminos de estas variables
(B.10) se escriben como,
Aab(h) = A
(i)
ab (I) + 2 (en(σb) + σ σb) ea(gb) + 2 (en(σa) + σ σa) eb(ga)
+ 2 ηab (en (en(σa) + σ σa) + 2σa (en(σa) + σ σa)) g
A
(i)
ab (I) ≡ eAeA(Iab) + eaeb(Icc )− eaec(Ibc)− ebec(Iac) + σ en(Iab)
+
(
en(σa + σb) + σ (σa + σb)− (σa − σb)2
)
Iab + ηab σa en (I
c
c )
Aan(h) = A
(i)
an(I) + 2 (en(σa) + σ σa) (en(ga)− σa ga) + 2
∑
c
(
en(σc) + σc
2
)
ea(g)
A(i)an(I) ≡ −ecen(Iac) + eaen(Icc ) + (σa − σc) (ec(Iac)− ea(Icc ))
Ann(h) = A
(i)
nn(I) + 4
∑
c
(
en(σc) + σc
2
)
en(g) + 2 en
(∑
c
(
en(σc) + σc
2
))
g
A(i)nn(I) ≡ en2(Icc ) + 2σc en(Icc ) (C.7)
Usando estas expresiones, las ecuaciones (5.26) en nuestros fondos resultan,
0 = eAeA(Iµν) + eµeν(I
c
c )− eµec(Iνc)− eνec(Iµc) + σ en(Iµν)
+ ηµν σµ en (I
c
c )− (σµ − σν)2 Iµν −
8Λ2
(D − 2)2 ηµν e
4
D−2
Φ Iξ
0 = −ecen(Iµc) + eµen(Icc ) + (σµ − σc) (ec(Iµc)− eµ(Icc )) +
8
D − 4 σθ eµ(Iξ)
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0 = en
2(Icc ) + 2σc en(I
c
c ) +
16
D − 4 σθ en(Iξ)−
8Λ2
(D − 2)2 e
4
D−2
Φ Iξ
0 = eAeA(Iθθ) + σ en(Iθθ) + σθ en(I
c
c ) +
8Λ2
D
e
4
D−2
Φ
(
Iχ − 1
2
Iµµ −
D2 − 3D + 4
(D − 2)2 Iξ
)
0 = eAeA(Iµθ) + σ en(Iµθ)− eµec(Icθ) +
(
2Λ2
D
e
4
D−2
Φ − (σµ − σθ)2
)
Iµθ
0 = ec (en(Icθ) + (σc − σθ) Icθ)
0 = eAeA(Iξ) + σ en(Iξ) +
D − 2
2(D − 4) σθ en(I
c
c )
+
D − 2
D
Λ2 e
4
D−2
Φ
(
−Iχ + 1
2
Iµµ +
D2 − 2D + 4
(D − 2)2 Iξ
)
0 = −e−αqΦDB (eαqΦ (fq+2)A1...Aq+1B) , q 6= D − 3 (C.8)
h-equations
Aµν(h) e
− 4
D−2
Φ =
2Λ2
D − 2 hµν +
8Λ2
(D − 2)2 ηµν ξ
Aµn(h) e
− 4
D−2
Φ =
2Λ2
D − 2 hµn −
8
D − 2 e
− 4
D−2
Φ en(Φ) eµ(ξ)
Ann(h) e
− 4
D−2
Φ =
2Λ2
D − 2 hnn −
16
D − 2 e
− 4
D−2
Φ en(Φ) en(ξ) +
8Λ2
(D − 2)2 ξ
Aθθ(h) e
− 4
D−2
Φ = − 2 (D − 4)
D(D − 2) Λ
2 hθθ +
8(D2 − 3D + 4)
D(D − 2)2 Λ
2 ξ +
4
D
Λ2
(
ha˜a˜ − 2χ
)
Aa˜θ(h) e
− 4
D−2
Φ = − 2 (D − 4)
D(D − 2) Λ
2 ha˜θ − 8
D − 2 e
− 4
D−2
Φ ea˜(Φ) eθ(ξ) , a˜ 6= θ
(C.9)
ξ-equation
e−
4
D−2
ΦD2(ξ) = e−
4
D−2
Φ en(Φ)
(
eA(hAn)− 1
2
en(h
A
A)
)
+ e−
4
D−2
ΦD2(Φ)hnn
− D − 2
2D
Λ2 hθθ +
D2 − 6D + 4
D(D − 2) Λ
2 ξ (C.10)
aD−2 -equation
Obtenemos una ecuacio´n con (D−2) ı´ndices antisime´tricos, que lleva a las siguientes
ecuaciones
0 = eµ(Iνθ)− eν(Iµθ) , ∀µ, ν
0 = en
(
Aµ
Aθ
Iµθ
)
, ∀µ
0 = ea˜
(
2 Iξ − Iχ + 1
2
(Iµµ − Iθθ)
)
, ∀ a˜ (C.11)
con solucio´n,
Iµθ = 0 , ∀µ
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Iχ = 2 Iξ +
1
2
(Iµµ − Iθθ). (C.12)
Introduciendo estos valores en (C.8) obtenemos el siguiente sistema,
0 = en
2(Iµν) + σ en(Iµν) + e
ρeρ(Iµν) + eµeν(I
c
c )− eµeρ(Iνρ)− eνeρ(Iµρ)− (σµ − σν)2 Iµν
+ ηµν σµ en (I
c
c )−
8Λ2
(D − 2)2 ηµν e
4
D−2
Φ Iξ
0 = en
2(Iθθ) + σ en(Iθθ) + e
ρeρ(Iθθ) + σθ en(I
c
c )
+
8Λ2
D
e
4
D−2
Φ
(
(D − 1)(D − 4)
(D − 2)2 Iξ −
1
2
Iθθ
)
0 = −eρen(Iµρ) + eµen(Icc ) + (σµ − σρ) eρ(Iµρ) + (σc − σµ) eµ(Icc ) +
8
D − 4 σθ eµ(Iξ)
0 = en
2(Icc ) + 2σc en(I
c
c ) +
16
D − 4 σθ en(Iξ)−
8Λ2
(D − 2)2 e
4
D−2
Φ Iξ
0 = D2(Iξ) +
D − 2
2(D − 4) σθ en(I
c
c )−
(D − 2)Λ2
D
e
4
D−2
Φ
(
D2 − 6D + 4
(D − 2)2 Iξ −
1
2
Iθθ
)
(C.13)
Ahora introducimos los modos en los momentos,
Iµν = χµν(u) e
ip·x ; Iθθ = χθ(u) eip·x ; Iξ = χξ(u) eip·x (C.14)
donde p · x ≡ pρ xρ . Con la definicio´n pµ ≡ Aµ p˜µ , obtenemos el sistema en la forma,
0 = en
2(χµν) + σ en(χµν)−
(
p˜ρ p˜ρ + (σµ − σν)2
)
χµν + p˜µ p˜
ρ χνρ + p˜ν p˜
ρ χµρ
− p˜µ p˜ν (χρρ + χθ) + ηµν σµ en
(
χρρ + χθ
)− 8Λ2
(D − 2)2 ηµν e
4
D−2
Φ χξ
0 = en
2(χθ) + σ en(χθ)−
(
p˜ρp˜ρ +
4Λ2
D
e
4
D−2
Φ
)
χθ + σθ en(χ
ρ
ρ + χθ)
+
8(D − 1)(D − 4)
D(D − 2)2 Λ
2 e
4
D−2
Φ χξ
0 = en
2(χξ) + σ en(χξ)−
(
p˜2 +
D2 − 6D + 4
D(D − 2) Λ
2 e
4
D−2
Φ χξ
)
+
D − 2
2(D − 4) σθ en(χ
ρ
ρ + χθ)
+
D − 2
2D
Λ2e
4
D−2
Φ χθ
0 = p˜µ
(
en(χ
ρ
ρ + χθ) + (σρ − σµ)χρρ + (σθ − σµ)χθ +
8
D − 4 σθ χξ
)
− p˜ρ (en(χµρ) + (σρ − σµ)χµρ)
0 = en
2(χρρ + χθ) + 2σρ en(χ
ρ
ρ) + +2σθ en(χθ) +
16
D − 4 σθ en(χξ)−
8Λ2
(D − 2)2 e
4
D−2
Φ χξ
(C.15)
Notamos que nos hemos quedado con las inco´gnitas (χµν , χθθ, χξ), cuyos sistemas de
ecuaciones diferenciales de segundo orden acopladas estan dados por las primeras tres
ecuaciones; las u´ltimas dos, deben actuar como v´ınculos.
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C.3. Modelos hologra´ficos de teor´ıas de Yang-Mills d-dimensionales
Tomemos, de entre las coordenadas xµ, d coordenadas no compactas equivalentes
xα, α = 0, 1, . . . , d−1, y D−d−2 compactas y no equivalentes τ i, i = 1, . . . D−d−2, τi ≡
τi+2π Ri. Llamaremos con˜a las cantidades asociadas con las direcciones no compactas
(Aα = A˜ , aα = a˜ , σα = σ˜ , etc). La me´trica y los v´ınculos (5.2) son,
l0
−2 G = u2
(
f(u)a˜ ηµν dx
µ dxν +
∑
i
f(u)ai dτ i2
)
+
du2
u2 f(u)
+ u1
2 dθ
2
u2 f(u)aθ
d a˜+
∑
i
ai + aθ = 1 , d a˜
2 +
∑
i
ai
2 + aθ
2 = 1 (C.16)
Enfatizamos que D − d− 2 exponentes quedan libres.
C.4. Me´trica: fluctuaciones transversales
Corresponden a tomar el ansa¨tz,
χαβ(u) = ǫαβ(p) χ(u) ; ǫ
α
α = 0 , ǫαβ p
β = 0 (C.17)
y el resto de las fluctuaciones como cero. Este ansa¨tz resuelve (C.15) si χ satisface
en
2(χ) + σ en(χ) +
(
M2
A˜2
−
∑
i
p˜i
2
)
χ = 0 (C.18)
donde M2 ≡ −pαpα es la masa d-dimensional.
C.5. Me´trica: fluctuaciones longitudinales
Corresponden a tomar el ansa¨tz, a i fijo (pero arbitrario),
χiα(u) = ǫα(p) χ(u) ; pi = 0 , ǫα p
α = 0 (C.19)
y el resto de las fluctuaciones a cero. Es consistente con (C.15) si χ(u) obedece
en
2(χ) + σ en(χ) +
(
M2
A˜2
−
∑
i
p˜i
2 − (σ˜ − σi)2
)
χ = 0 (C.20)
C.6. Fluctuaciones escalares
Esperamos que vengan del dilato´n y de la me´trica. Sin embargo, a diferencia de los
casos resueltos en [71], [4], estos no se desacoplan, en el sentido que poner a cero las
fluctuaciones de la me´trica no es consistente. Por eso, nosotros comenzamos con este
ansa¨tz para la me´trica,
χµν(u) = aµ(u) ηµν + bµν(u) pµ pν (C.21)
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el cual, a diferencia de los casos tratados anteriormente, no es transversal, ni de traza
nula. Resulta conveniente introducir las siguientes variables
χµ ≡ aµ − σµ χθ
σθ
χ˜µν ≡ AµAν bµν − 1
2
(Aµ
2 bµµ +Aν
2 bνν)
χ˜µ ≡ Aµ2 en(bµµ)− χθ
σθ
χ˜θ ≡ en
(
χθ
σθ
)
χ˜ξ ≡ χξ − D − 2
2(D − 4) χθ (C.22)
Notamos que bµν es reemplazado por χ˜µν y χ˜µ (por construccio´n, χ˜µµ ≡ 0 para cualquier
µ). Con ellos, y combinando ecuaciones en (C.15), podemos reacomodar el sistema de
la siguiente manera,
0 = en
2(χµ) + σ en(χµ)− p˜ρ p˜ρ χµ + 2Λ
2
D − 2 e
4
D−2
Φ
(
1 +
D − 4
D
σµ
σθ
)
χ˜θ
− 8Λ
2
(D − 2)2 e
4
D−2
Φ
(
1 + (D − 1)D − 4
D
σµ
σθ
)
χ˜ξ
0 = en
2(χ˜µν) + (σ − 2(σµ + σν)) en(χ˜µν) +
∑
ρ
p˜ρ p˜ρ (χ˜µρ + χ˜νρ − χ˜µν)
+
(
4σµ σν − 2Λ
2
D − 2 e
4
D−2
Φ
)
χ˜µν + χ˜θ + χµ + χν −
∑
ρ
χρ
+
1
2
(en(χ˜µ + χ˜ν) + σ (χ˜µ + χ˜ν))− σµ χ˜ν − σν χ˜µ
0 = en
2(χ˜ξ) + σ en(χ˜ξ)−
(
p˜2 + Λ2 e
4
D−2
Φ
)
χ˜ξ
0 = σθ en(χ˜θ) + 2D
2(lnAθ) χ˜θ + σθ en(
∑
ρ
χρ) + σθ
∑
ρ
p˜ρ p˜ρ χ˜ρ
+
8(D − 1)(D − 4)
D(D − 2)2 Λ
2 e
4
D−2
Φ χ˜ξ
0 =
∑
ρ
(en(χρ) + (σρ − σµ)χρ)− en(χµ) + (σ − σµ) χ˜θ + 8
D − 4 σθ χ˜ξ
−
∑
ρ
p˜ρ p˜ρ
(
1
2
(χ˜µ − χ˜ρ) + en(χ˜µρ)− 2σµ χ˜µρ
)
0 =
∑
ρ
p˜ρ p˜ρ
(
χρ + (σ − σρ) χ˜ρ +
∑
σ
p˜σ p˜σ χ˜ρσ
)
+
D − 2
D
Λ2 e
4
D−2
Φ
(
χ˜θ − 8
(D − 2)2 χ˜ξ
)
(C.23)
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Ape´ndice D
Co´digo nume´rico
Por completitud, se incluye uno de los co´digos nume´ricos utilizados para calcular
los espectros de glueballs. El mismo esta´ programado en Fortran 77. En este caso, se
trata del co´digo utilizado para computar el espectro correspondiente a la perturbacio´n
escalar de la me´trica. El nombre del archivo es programa.for.
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